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Introduction 
A la suite de ma soutenance de thèse en septembre 1997 et de mon service militaire, j’ai  
effectué un stage post-doctoral d’un an à l’Université du Québec à Chicoutimi. J’y ai intégré le groupe 
de modélisation des transferts radiatifs dirigé par le Professeur A. Charrette. En  septembre 2000,  j’ai 
obtenu un poste de Chargé de Recherche au LET (Laboratoire d’Etudes Thermiques, UMR CNRS 
6608) à l’Ecole Nationale Supérieure de Mécanique et d’Aérotechnique. J’y ai mené mes travaux de 
recherche pendant trois ans au sein de l’Equipe ‘Rayonnement, Micro et Nanothermique’ 
(responsable, J. B. Saulnier Professeur à l’ENSMA). Depuis septembre 2003, j’ai rejoins le LTN 
(Laboratoire de Thermocinétique de Nantes, UMR CNRS 6607) à l’Ecole Polytechnique 
de l’Université de Nantes.  Mon travail de recherche, est principalement orienté autour de l’étude des 
transferts de chaleur et de quantité de mouvement par voie radiative dans les matériaux nanostructurés 
et dans les suspensions colloïdales. Il s’insère dans l’axe thématique ‘Thermique des Interfaces, Micro 
et Nanothermique’ du Laboratoire.  
 
Ce document présente une synthèse de l’essentiel de mes activités de recherche effectuées 
depuis 1999.  Toutefois un certain nombre de travaux sur la manipulation optique de nanoobjets, sur la 
métrologie optique  et sur les transferts radiatifs instationnaires ne seront pas discutés dans ce mémoire 
(on renvoie le lecteur intéressé par ces travaux aux références citées dans la liste des publications et 
aux articles reproduits dans l’annexe). Les recherches décrites ici concernent principalement les 
transferts radiatifs stationnaires dans les milieux semi-transparents denses et hétérogènes et les 
transferts de chaleur en champ proche dans les matériaux nanocomposites. C’est pourquoi, j’ai choisi 
de regrouper ces travaux sous le vocable  ‘transferts de chaleur par rayonnement dans les matériaux 
composites micro et nanostructurés’. Les développements réalisés ces dernières années dans le 
domaine des nanotechnologies autorisent désormais la structuration de la matière à une échelle sub-
longueur d’onde jusque dans le visible ce qui permet de sculpter à macro échelle les propriétés 
radiatives des matériaux composites et de contrôler les d’échanges radiatif en champ proche dans ces 
milieux.. 
 La première partie de cette HDR  portera sur les transferts radiatifs dans les matériaux 
nanocomposites à gradient de permittivité diélectrique dans l’approximation de l’optique géométrique. 
Des avancées spectaculaires ont récemment été  faites sur ce sujet grâce aux progrès technologiques 
réalisés dans le domaine de la nanofabrication. Il est désormais possible de concevoir des matériaux 
composites complexes pour générer artificiellement une variation spatiale de la permittivité 
diélectrique )(rε  et de la perméabilité magnétique )(rµ . Nous montrerons que cette structuration 
- 18 - 
permet de modeler les trajets optiques et de contrôler le flot d’énergie radiative dans ces milieux. Nous 
verrons qu’il existe une analogie forte entre la théorie de la relativité générale et l’électrodynamique 
classique dans un nanocomposite à gradient de permittivité diélectrique (i.e. la lumière expérimente la 
matière comme un champ gravitationnel effectif). Nous montrerons comment le transfert radiatif peut-
être modélisé dans ces milieux, quels sont les effets induits par la courbure de l’espace temps sur le 
champ de luminance, sur l’absorption, le processus diffusion et le champ de température. Nous 
verrons en particulier que la courbure de l’espace temps permet dans certaines conditions d’amplifier 
la luminance monochromatique directionnelle dans un milieu absorbant. Enfin, nous montrerons que 
ces matériaux permettent de concevoir des sources thermiques cohérentes en champ lointain. 
 
 Dans une seconde partie nous nous intéresserons aux propriétés de cohérence du champ 
rayonné par des matériaux stratifiés micro et nanostructurés et à la mise au point de sources 
thermiques cohérentes à partir de ces matériaux. Nous commencerons par décrire le comportement 
émissif en champ lointain des films fins et montrerons que ces milieux peuvent se comporter comme 
des antennes thermiques. Nous verrons ensuite comment les structures composites planes peuvent 
servir à mettre au point des sources thermiques à haut de degré de cohérence  spectrale simultanément 
pour les deux états de polarisation du champ électromagnétique. Enfin, nous montrerons qu’il est 
possible, pour concevoir une source thermique cohérente,  d’abandonner la démarche heuristique 
usuelle basée sur une approche de type essai-erreur au profit d’une démarche ab-initio plus rationnelle.  
 
 Dans la troisième et dernière partie de ce mémoire nous présenterons nos travaux sur les 
transferts de chaleurs en champ proche dans les matériaux composites. Une fois de plus, on 
commencera par décrire le comportement des films minces. Nous verrons que lorsqu’un film supporte 
des ondes de surface, l’hybridation de ces modes de part et d’autre du film lui confère un 
comportement radicalement différent de celui des matériaux massifs. On étudiera ensuite les transferts 
de chaleur par interactions d’ondes de surface dans des réseaux de nanoparticules immergés dans des 
matrices diélectrique solides. Nous montrerons que lorsque les nanoparticules sont séparées par des 
distances plus grandes que leur diamètre, chaque particule peut-être considérée comme un simple 
dipôle en interaction avec ces voisins.  Dans ce cas, nous verrons que le transfert de chaleur par 
interaction des polaritons de surface à travers le réseau est négligeable. En revanche, nous montrerons 
qu’à courtes distances de séparation (typiquement pour des distances inférieures au diamètre des 
particules) les interactions multipolaires peuvent devenir très importantes et augmenter 
significativement le transfert de chaleur. Enfin, nous étudierons le transport de chaleur dans les 
réseaux monodimensionnels en régime balistique et en régime diffusif . 
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I. Transferts radiatifs dans les    
matériaux à gradient de permittivité 
diélectrique 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Ma contribution aux activités de recherche sur ce thème remonte à environ huit ans ou j’ai entrepris 
l’étude des mécanismes de transfert d’énergie électromagnétique dans les milieux diélectriques 
hétérogènes dans l’approximation de l’optique géométrique. Ce thème de recherche a connu, ces 
dernières années, un regain d’intérêt dans le domaine de l’optique grâce aux développements 
spectaculaires des techniques de nanofabrication. Des structures métallodielectriques complexes, 
permettent désormais, par une distribution spatiale ad hoc des éléments de base et par un choix 
approprié de leur taille, de contrôler, le flot d’énergie électromagnétique dans ces milieux. 
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I-1 Idée de base 
 
Lorsqu’un faisceau de lumière se propage en direction d’un objet massif on sait que le champ 
de gravité associé à cet objet courbe le trajet optique au voisinage de celui-ci en déformant l’espace-
temps « perçu » par les photons (Fig.I-1). Ce résultat, prédit par la théorie de la relativité générale, est 
à la base d’une nouvelle approche dite par « transformation optique » pour la conception de matériaux 
composites fonctionnalisés. Cette approche consiste à modeler les lignes de flux associées au champ 
électromagnétique dans le milieu en déformant l’espace temps expérimenté par ce champ.  
 
 
 
 
Fig.I-1 : Un exemple de trajet optique courbe au voisinage d’un objet massif. 
La question corollaire est donc de savoir comment courber l’espace temps « perçu » par le champ 
électromagnétique ?’  Cette question a trouvé une réponse partielle il y a plusieurs dizaines d’années.  
En effet, il est connu depuis longtemps maintenant que certains milieux matériels (diélectriques en 
mouvement, superfluides, condensats de Bose-Einstein, matériaux non linéaire)[1-8] et même certains 
vides quantiques [9-10] se comportent vis-à-vis du champ électromagnétique comme un champ 
gravitationnel effectif [11-15]. Cependant il est la plupart du  temps impossible à partir de ces milieux 
de sculpter l’espace-temps pour lui donner la structure topologique désirée. Pour contourner cette 
difficulté, Leonhardt et Pendry [16-17] ont proposé en 2006 l’idée d’utiliser des matériaux composites 
structurés à échelle sub-longueur d’onde pour modeler à échelle macroscopique les propriétés 
diélectriques et magnétiques de ces milieux. Ce changement complet de paradigme basé sur la 
nanostructuration de la matière a ouvert la voie à la synthèse de nouveaux matériaux fonctionalisés 
pour l’optique (lentilles parfaites, superlentilles, métamatériaux…). Ces matériaux permettent 
aujourd’hui de repousser les limites de l’optique classique (i.e. limite de diffraction de Rayleigh, 
indice de réfraction positif …) et ouvrent la voie, à moyen terme, au développement de nouvelles 
technologies dans le domaine des Sciences pour l’Ingénieur et en particulier dans celui de la 
conversion d’énergie.  
 
I-2 Propagation du champ électromagnétique dans un espace-temps courbe  
 
En l’absence de sources les équations de Maxwell dans un espace temps courbe s’écrivent [18] 
(formulation tensorielle)                                                
                                                           0=++ αβγγαββγα FDFDFD ,                                              (I.1) 
                                                                     0=αββ FD ,                                                                  (I.2) 
où αD représente la dérivée covariante dans la métrique courbe et αβF  le tenseur de  Faraday qui 
s’exprime en fonction du champ électrique αE  et magnétique αH  de la manière suivante 
                                                          F E v E v v Hρσµν µ ν ν µ µν ρ ση= − +                                                 (I.3) 
ρσ
µνη  étant le tenseur antisymétrique de Levi Civita et (1, )vµ γ= V  le quadrivecteur vitesse de 
l’observateur. La solution des équations de Maxwell dans l’approximation de l’optique géométrique 
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(i.e. correspondant aux hautes fréquences) s’obtient en cherchant une solution de (I.1) et (I.2) sous la 
forme [19] 
                                                                
{ }]exp[Re iSAF αβαβ = ,                                                     (I.4)        
où S représente la fonction de phase généralisée définie par 
                                                                         S K dxνν= −∫ ,                                                            (I.5)  
avec 
                                                                            ( , )dx dt dν = x                                                           (I.6) 
le déplacement élémentaire dans l’espace courbe et  
                                                                  S
c
K νν
ω
−∂=−= ),( K                                                    (I.7) 
le quadrivecteur d’onde.  Dans l’expression (I.4) αβA  représente l’amplitude complexe de l’onde. 
Dans l’approximation de l’optique géométrique (i.e. la longueur d’onde λ  est petite devant le rayon 
de courbure ℜ de l’espace temps et devant la longueur caractéristique l du milieu de sorte que les 
mécanismes d’interférences sont négligeables), cette amplitude varie lentement dans l’espace et dans 
le temps. En introduisant le petit paramètre  
                                                                         { }l,min/ ℜ≡ λε                                                       (I.8)     
et en réécrivant l’onde plane (I.4) en fonction de ce paramètre (on garde la même notation pour la 
phase) 
i.e. 
                                                       
}{ )/exp(...)(Re εε αβαβαβ iSbaF ++=                                      (I.9) 
 
il vient après avoir substitué cette expression dans (I.1) et avoir identifié les termes de même puissance 
en ε  [20] 
                                                                 0=++ αβγγαββγα aKaKaK ,                                       (I.10) 
 
                                         )( αβγγαββγααβγγαββγα bKbKbKiaDaDaD ++−=++ .                 (I.11) 
En procédant de manière analogue avec la relation (I.2) il vient 
 
                                                                   0=αββ aK ,                                                                   (I.12)            
                                                              
αβ
β
αβ
β biKaD −= .                                                            (I.13) 
 
En contractant l’expression (I.10) avec αK et en utilisant l’égalité (I.12), il est facile d’obtenir la 
relation 
  
                                                                  0=αα KK                                                                      (I.14) 
qui montre que le quadrivecteur d’onde est un quadrivecteur nul. De façon équivalente, en introduisant 
le tenseur métrique αβg , on a 
                                                               0=βα
αβ KKg                                                                   (I.15) 
qui est ni plus ni moins que la relation de dispersion des ondes électromagnétiques dans l’espace 
courbe. En effet, en introduisant d’après (I.7) la pulsation ω de l’onde, il vient [19] 
                                   02)( 0200 =++ βααβαα
ωω KKgK
c
g
c
g  avec , 1,2,3α β =               (I.15-bis)       
                                                
où seules les composantes spatiales du quadrivecteur d’onde demeurent.  En effectuant alors la dérivée 
covariante de (I.14) on obtient finalement 
                                                               0=βα
α KDK                                                                    (I.16)       
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ce qui indique que dans un espace courbe (variété de Riemann) les rayons se propagent le long des 
courbes géodésiques (i.e. transport parallèle). 
 
 
I-3 Géométrie effective associée au matériau composite  
 
Les matériaux composites structurés à une échelle sub-longueur d’onde peuvent être 
considérés comme localement homogènes [21] donc associés à un espace localement plat. La 
détermination des propriétés optiques effectives de ces milieux constitue un enjeu important pour la 
transformation optimale de l’espace-temps. Sans entrer dans le détail de la résolution de ce problème 
qui reste d’ailleurs aujourd’hui partiellement ouvert (on renvoi le lecteur aux nombreux 
développements réalisés ces dernières années sur ce sujet [22-23])  on se contentera ici, l’objectif étant 
simplement de relier la permittivité de ces milieux à la géométrie perçue par le champ 
électromagnétique, d’appliquer la théorie développée par Brugman [24] pour déterminer la 
permittivité diélectrique effective (par homogénéisation) des milieux diélectriques composites. Pour 
illustrer notre propos nous considérons (Fig. I-2) un milieu axisymétrique, non magnétique, composé 
d’une matrice diélectrique transparente de permittivité diélectrique hε dans laquelle on distribue des 
inclusions métalliques de taille sub-longueur d’onde avec un facteur de remplissage )(rf . La réponse 
électromagnétique d’une inclusion est décrite  par son facteur de dépolarisation q  dans chaque 
direction d’espace j et elle dépend uniquement de la forme de l’inclusion. L’écrantage du champ 
électrique par une inclusion, c’est-à-dire l’atténuation de ce champ du à la présence des charges libres 
(électrons), se mesure à partir du coefficient 
                                                                               qq /)1( −=κ .                                                   (I.17) 
Plus le facteur de dépolarisation est faible, plus le facteur d’écrantage κ est grand, ce qui signifie que 
l’interaction entre le champ électrique et l’inclusion augmente. La permittivité effective effε  du 
matériau composite est alors solution de l’équation quadratique suivante [22,24] 
                                                    0=)(+
)(-
)](-1[+)(+
)(-
)( j
j
j
j
effi
effh
effi
effi
κεε
εε
rf
κεε
εε
rf                        (I.18) 
où iε  désigne la permittivité diélectrique (réelle) des inclusions. La question est maintenant de savoir 
comment se matériau transforme l’espace-temps ? Pour répondre à cette question nous avons examiné 
[19] comment le front d’onde d’une onde plane se déforme lors de sa propagation dans ce milieu. Ceci 
revient à relier l’évolution de la vitesse de phase à la permittivité diélectrique effective. Or, la vitesse 
de phase d’une onde plane de type (I.4) qui se propage dans la direction j est, par définition, donnée 
par 
                                                           )](Re[
)( jKj effphase
c
v
ε
ω
≈= ,                                           (I.19) 
où K représente le vecteur d’onde. Pour exhiber la métrique effective associée au composite on 
procède de la manière suivante. En divisant la relation de dispersion (1.16) par le module de K et en 
utilisant la définition (I.19),  la vitesse de  phase de l’onde est alors  solution du trinôme  
                                             02)( 0200 =++ βααβαα kkgk
c
v
g
c
v
g phasephase                                 (I.20) 
c’est-à-dire qu’elle s’écrit en fonction du tenseur métrique 
                                                c
g
kkggkgkg
v phase 00
00200 )( βααβαααα −+
= ,                           (I.21) 
où αk est la composante α  du vecteur K  normalisé. La première chose que l’on remarque, à partir 
de cette expression, c’est qu’il n’y a pas de relation univoque entre la permittivité diélectrique 
effective du milieu et la géométrie de l’espace courbe. Pour identifier une métrique ad hoc, le plus 
simple est alors de considérer un espace  de la forme 
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                                                         )1,1,1,/(= 2cεdiagg effµν .                                       (I.22) 
Cet espace est semblable à l’espace associé à un milieu hétérogène anisotrope à gradient de 
permittivité diélectrique. Néanmoins cet espace est inadapté pour effectué un bilan radiatif dans le 
composite. En effet, on sait [25] que l’énergie véhiculée par les ondes dans le composite ne se propage 
pas perpendiculairement aux surfaces d’onde S=cte mais le long des lignes tangentes à la vitesse de 
groupe de sorte que les courbes géodésiques associée à l’espace défini en (I.22) ne correspondent pas 
aux lignes de flux dans le matériau composite. Pour déterminer la géométrie appropriée, il est 
nécessaire  de commencer par calculer la vitesse de groupe associée à l’onde puis d’exhiber l’espace 
tangent associé à ce champ. Par définition la vitesse de groupe est donnée par  
                                                                       
phase
g phase
dvd
v
d d
ω
= = +v k
K k
                                      (I.23) 
Cette relation montre que l’énergie ne se propage normalement aux surfaces d’onde que lorsque la 
vitesse de phase est indépendante de la direction, c’est-à-dire lorsque le milieu se comporte comme un 
milieu isotrope. L’indice de groupe découle quant à lui de la relation (I.23)  
                                                                                
g
g
v
c
n =                                                             (I.24)      
où gv  représente la norme de la vitesse de groupe. Les trajets optiques empruntés par l’énergie 
électromagnétique  dans le milieu sont alors, d’après ce qui a été démontré au paragraphe précédent, 
les courbes géodésiques de l’espace muni de la métrique 
                                                            )1,1,1,/(= 22 cndiagg gµν                                            (I.25) 
 
 
 
 
 
 
 
    
FIG. I-2. Un exemple de matériau métallodielectrique nanostructuré (a) et de sa permittivité diélectrique 
effective (b) (d’après W. Cai et al. Nature Photonics, 2007).  
 
I-4 Transfert Radiatif dans un espace temps courbe 
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A partir de cet espace effectif,  nous avons déterminé par une approche phénoménologique, la 
forme de l’équation de transfert radiatif dans ces milieux composites (et de manière générale dans 
n’importe quel milieu diélectrique hétérogène linéaire ou non, en mouvement ou au repos [19] ).   
 
   I-4.1 Principe de Clausius généralisé et invariant géodésique 
 
 
Pour cela, on a commencé par considérer un milieu non participant associé à la métrique plate 
de Minkowski 
                                                           )1,1,1,1( −−−= diagµνη .                                             (I.26) 
Dans cet espace on peut définir en tout point x une surface élémentaire orientée d2S et un 
champ de luminance monochromatique directionnelle Iν  dans la direction 
Ω
 par la relation 
                                                               
Ω
),(
=),( 2 dνSdtdd
νNνh
I
ν
Ω,x
Ωx ,                                                     (I.27) 
où hν  représente l’énergie véhiculée par les photons de  fréquence ν  (h étant la constante de Planck) 
et N le nombre de ces photons qui traverse la surface orientée pendant l’intervalle de temps dt. Or, 
d’après le théorème de Liouville, en l’absence d’interaction, le nombre de photon par unité de volume 
dans l’espace des phase ( Sdtddd
c
hVd 2236 )( Ω= νν ) se conserve  
 i.e.                                                            cte
dνSdtddν
νN
=
Ω
),(
22
Ω,x
.                                                     (I.28) 
Il s’en suit d’après (I.27) la relation, 
                                                                      '=
),(
3 cte
ν
I
ν
Ωx
.                                                         (I.29) 
En effectuant alors la transformation suivante (par dilatation) de l’espace l’espace plat en espace temps 
courbe  
                                                                                
tnt g  
xx
2−
=′
=′
                                                           (I.30) 
de manière à se ramener à la structure du composite décrite en (I.25) on obtient la relation 
                                                                          cte
νn
I
g
ν
=
),(
32
Ωx'
.                                                (I.31) 
Cette relation généralise la loi de Clausius classique  à n’importe quels milieux composistes 
[26-27] . Pour un problème stationnaire (i.e. la métrique est indépendante du temps) et en 
l’absence de dispersion (i.e. pas de décalage Doppler le long du trajet optique) on a 
                                                                    cte
n
I
g
ν
=
),(
2
Ωx'
                                                (I.32) 
le long du trajet optique, ce qui correspond à la loi de Clausius classique. 
 
 
   I-4.2 Equation de transfert dans un milieu participant 
 
 
En présence d’absorption, de diffusion et lorsque le milieu est émettant la grandeur précédente 
ne se conserve plus le long des trajets optiques. Elle évolue suivant une loi de forme générale 
                                                3 2 3 2
( , , ) ( , , )( , ) ( , , )( , , ) ( , , )g g
I t I td
t S t
ds n t n t
ν ν
ν νκν ν
+ =
x Ω x Ω
x x Ω
x Ω x Ω
,               (I.33) 
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où ds représente l’élément d’abscisse curviligne ( νµµν dxdxgds ≡2 ) le long du trajet emprunté par 
l’énergie tandis que 
             
'
'
' ' ' '
3 2 '
'
0 4
( , , )1( , , ) ( , ) ( , , , , ) ( , , )in g
I t
S t Q t t d d
n t
ν
ν ν
pi
σ ν ν ν
ν
+∞
= + → →∫ ∫
x Ω
x Ω x x Ω Ω Ω
x Ω
          (I.34) 
représente la source monochromatique dans la direction 
Ω
 due à l’émission spontanée (à l’équilibre 
thermodynamique local) 
 
                                                           32
0 )(),(),(
ν
κ ννν
gn
TI
ttQ xx =                                                      (I.35) 
et à la diffusion des photons des directions 
Ω
′
 vers  la direction 
Ω
, inσ étant la densité de probabilité 
de diffusion entrante. Dans la relation (I.34) )(0 TIν représente la loi de Planck à la température T, c’est 
à dire la loi de distribution des photons à l’équilibre thermodynamique. Quant à l’absorption 
monochromatique νκ  le long de la ligne de flux, elle découle de  la relation  
                                                                               KIm2=νκ                                                       (I.36) 
qui est directement reliée à l’extinction de l’énergie électromagnétique (proportionnelle au carré du 
champ) et qui  se calcul à partir de la permittivité diélectrique effective (I.18) et de la relation de 
dispersion (I.16).  
 
I-5 Amplification du champ de luminance par la courbure de l’espace-temps 
 
L’inspection de l’équation de transfert radiatif (ETR) I. 33 montre que la courbure locale de 
l’espace-temps modifie simultanément le processus de diffusion des photons (la densité de probabilité 
de diffusion est renormalisée par l’indice de groupe), leur émission spontanée mais également leur 
processus d’absorption le long du trajet optique. Sur ce dernier point, un effet original a était mis en 
évidence. Nous avons en effet démontré la possibilité d’amplifier, grâce à la courbure locale de 
l’espace-temps, le champ de luminance par et ceci alors même que le milieu est dissipatif. Ce résultat 
découle directement de la forme de l’ETR (I.32) et peut-être décrit succinctement comme suit. En 
développant l’ETR en fonction du champ de luminance on obtient l’équation suivante [19] 
                        
3 2
3 2( )( , , ) [ ( , ) ] ( , , ) ( , , )g g
dLog ndI t
t I t n S t
ds ds
ν
ν ν ν
ν
κ ν+ − =
x Ω
x x Ω x Ω                   (I.37) 
qui laisse apparaître un nouveau champ d’absorption linéique 
ds
ndLog g )( 23ν
κν −  le long du trajet 
optique. Il découle immédiatement de ce champ d’absorption que l’atténuation du champ de 
luminance diminue lorsque le produit 23 gnν  croît le long du trajet optique. On constate alors que le 
milieu supprime l’absorption lorsque ce coefficient s’annule. Il l’amplifie  même lorsque ce coefficient 
devient négatif. On peut alors définir le gain induit par le milieu sur le champ de luminance par la 
relation 
                                                                 
( )( ) (0) a g
I sG s G G
I
ν
ν
= =                                                       (I.38) 
entre deux abscisses curvilignes le long d’un trajet optique.  Ce gain se décompose en deux 
contributions. L’une classique,  
                                                                 
0
exp( ) 1
s
aG dνκ τ= − <∫                                                    (I.39) 
due à l’absorptivité et qui demeure strictement inférieure à un (il s’agit d’une perte) et l’autre  
                                                           
3 2 2 3
3 2
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g
n d n
G d
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ν ν
τ
ν
= = ∫ %                                    (I.40) 
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qui est reliée à la variation de l’indice effectif et qui peut être plus grande que 1−aG . Dans ce cas on a 
une amplification du champ de luminance. On a vérifié [19]  que cette amplification était bel et bien 
possible dans la limite de l’optique géométrique des lors que la longueur d’onde associée à l’onde 
propagative est  beaucoup plus petite que le rayon de courbure local R de l’espace courbe 
                                              
Ω
ΩΩΩ
Ω
Ω
෕
)log(෕
)log(ේ+×)log(ේ×
෕
)log(෕
+1
ิ
g
gg
g
n
nn
n
R .                          (I.41) 
 
 
I-6 Champ de température 
 
Les principales caractéristiques du champ de température dans les milieux à gradient 
permittivité diélectrique ont également été mises en évidence [28-31]. Nous présentons ci dessous ces 
caractéristiques sur un milieu semi-transparent hétérogène faiblement absorbant à symétrie sphérique. 
En présence d’une puissance volumique constante P  dissipée au sein du milieu, l’équation de 
conservation de l’énergie (en régime stationnaire) s’écrit, en l’absence d’autres modes de transport que 
le rayonnement [32],   
 
                                                                        0)( =+ Pdiv rq ,                                                      (I-42) 
où   
                                             ]),()()(4)[()(
4
42
∫
=Ω
−=
pi
σκ ΩΩqr drIrTrnrdiv                               (I-43) 
 
représente le flux radiatif net local. Le champ de température s’obtient alors en résolvant l’équation (I-
42), le champ de luminance étant déterminé par intégration de l’équation de transfert radiatif (I-33). Il 
est facile de montrer [31,33-34] que l’élément d’abscisse curviligne le long des trajets optiques dans ce 
milieu s’écrit dr
rrn
rrnds
222 )(
)(
η−
=  où γη sin)( rrn=  représente un invariant géodésique, γ  
étant l’angle entre Ω  le vecteur tangent à la trajectoire et le rayon vecteur re .  
 
 
                                           
 
 
Fig. I-3 :  Milieu semi-transparent étudié et système de coordonné associé. 
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En introduisant la fonction  222 )()( ηη −= rrnrh ,  on montre [33-34] que l’intégrale première 
de l’ETR dépend du nombre de racine de cette fonction.  
 
1er cas [2;0]
0
piγ ∈   
 
-  0)( =rhη   possède au moins une racine sur ];] 0 Rr  (la trajectoire est périodique) : 
Notons ∗∗r  et ∗r la plus petite racine de  ηh  sur l’intervalle ];] 0 Rr  et la plus grande racine sur 
];0] 0r .  Alors le trajet optique est confiné entre les deux sphères de rayon ∗∗r  et ∗r  et la 
trajectoire est périodique (Fig. I-4). Ces trajets optiques ne participent pas directement au 
transfert d’énergie avec l’extérieur du milieu.  
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Fig. I-4 : Un exemple de trajet optique périodique.  
  
 
Dans ce cas, la luminance monochromatique au point r0 et dans la direction 0γ  s’écrit 
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où 
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représentent l’atténuation le long du trajet optique entre deux de réflexion totale successifs et 
entre le point origine et le premier point de réflexion totale.        
 
 
 )( 22 rrn  
rR
 0r  
 0r  
2η
∗∗
r
 
∗
r
∗∗
r
 
∗
r
0γ  
- 29 - 
 
 -  0)( =rhη  n’a pas de racine sur l’intervalle ];] 0 Rr  (trajectories émergeantes) 
L’intégration de l’ETR le long du trajet optique illustré sur la (Fig. I-5) conduit à   
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Fig. I-5. – Comportement des trajets optiques émergeants lorsque les réflexions à la frontière sont spéculaires.  
 
Dans cette expression, on a supposé que les conditions de reflexion à la surface du milieu 
étaient purement spéculaires comme illustré sur la Fig. I-6.  
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Fig. I-6 : Conditions de réflexion spéculaire à la frontière du milieu semi-transparent. 
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De manière analogue,  on a  
 
2e cas [;2]0 pipiγ ∈  (i.e. η >0) 
 
- 0)( =rhη  possède au moins une racine sur l’intervalle ];] 0 Rr  (la trajectoire est  périodique) 
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Fig. I-7. : Champ de température (a) dans une sphère hétérogène de 10 cm de rayon à surface 
réfléchissante et à indice de réfraction variable. La température de surface est maintenue à 1000K. 
L’émissivité de la surface est de 0.1, le coefficient d’absorption de 1 m-1 et la puissance volumique 
dissipée de 106 W.m-3.  En trait plein le champ de température correspond à la variation 
Rrrn /5.24)( −=  de l’indice de réfraction tandis qu’en pointillé il correspond au cas de la sphère 
homogène d’indice 35.2=n .  La zone de surchauffe au delà de Rr 6.0=  s’explique par la présence 
de trajets optiques confinés similaires à ceux illustrés en (b).  Dans certains diélectriques en 
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mouvement [26, 33] il existe une ligne d’horizon (c) analogue à celle que l’on rencontre au voisinage 
d’un trou noir. Les trajets optiques convergent inexorablement vers le centre du milieu.  
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On distingue deux types de comportements thermiques suivant la nature des trajets optiques. 
 
1- Lorsque certains trajets sont confinés dans le milieu (Fig.I-7) il n’y a pas d’échange direct 
de chaleur et d’information avec l’environnement. On rencontre ce type de comportement 
en présence de réflexion totale interne ou lorsqu’il existe une ligne d’horizon.  Ce 
piégeage optique  est à l’origine d’une zone de surchauffe locale [30-31].  
 
 
2- ) Lorsque les trajets optiques émergent tous du milieu (Fig. I-8), ils permettent des 
échanges directs avec l’environnement. Néanmoins, contrairement à ce qui est observé 
dans un milieu homogène, la courbure des lignes de flux peut  modifier significativement 
le champ de température suivant le signe du gradient de l’indice effectif. Lorsque ce 
gradient est négatif les lignes de flux sont incurvés vers les indices plus petits. En outre, 
comme nous l’avons souligné en I-5, le champ de luminance est amplifié par la courbure 
de l’espace. Il résulte de ces deux effets combinés que le champ de température dépasse 
localement (dans le cas d’un milieu axisymétrique c’est en périphérie du milieu) la 
température habituellement observée dans un milieu homogène [30-31].   Lorsque le signe 
du gradient change, la situation est inversée.  
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Fig. I-8 : Champ de température (a) dans une sphère hétérogène de 10 cm de rayon à surface réfléchissante et à 
indice de réfraction variable. La température de surface est maintenue à 1000K. L’émissivité de la surface est de 
0.1, le coefficient d’absorption de 1 m-1 et la puissance volumique dissipée de 106 W.m-3.  En trait plein le champ 
de température correspond à la variation Rrrn /3)( −=  de l’indice de réfraction tandis qu’en demi-pointillé 
à Rrrn /2)( += .  En pointillé est représenté le champ de température à l’intérieur d’une sphère homogène 
d’indice 5.2=n .   Les trajets optiques que l’on rencontre dans ces milieux sont représentés en (b) et (c) . 
 
 
Les détails concernant la résolution de l’équation de transfert radiatif et  de l’équation de l’énergie se 
trouvent dans les articles [33] et [34] réalisés en collaboration avec A. Charette et qui se trouvent dans 
l’annexe de ce mémoire.   
 
 
I-7 Emission thermique en champ lointain  
 
 Dans cette partie nous montrons que les matériaux composites permettent d’envisager la 
conception de nouvelles sources thermiques cohérentes en champ lointain. Nous avons vu 
précédemment que l’indice de réfraction effectif de ces milieux peut être modelé de façon à contrôler 
la distribution spatiale des lignes de flux à l’intérieur du milieu. Nous montrons ici que les propriétés 
d’émission de ces milieux sont très significativement affectée par ces modifications. 
 Pour illustrer cela, considérons un matériau bidimensionnel hétérogène faiblement absorbant à 
indice de réfraction effectif variable ),( yxn . Isolons un point, noté ),( 000 yxP = sur sa surface (Fig. 
I.9) et calculons l’émissivité thermique en ce point dans la direction +0t  . Pour cela, on décompose le 
trajet optique à partir de ce point en succession de branches curvilignes comme illustré sur la figure I-
9.  En l’absence de diffusion, l’intégration de l’équation de transfert radiatif entre les points   kP  et 
1+kP  permet d’exprimer la luminance directionnelle en kP  en fonction de la luminance en 
+
+1kP  juste 
avant la réflexion sur la paroi sous la forme 
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où 1+kρ représente le coefficient de réflection en 1+kP . En procédant alors de façon récursive entre 0P  
et 
∞
P , il est facile de montrer que la luminance qui quitte le milieu dans la direction  +0t  s’écrit 
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L’émissivité apparente en ce point s’obtient alors en renormalisant cette expression par la luminance 
du corps noir  à la température maximum du milieu. Dans un milieu isotherme à absorption constante, 
cette émissivité s’écrit 
 
                        ]))(1()1)[(1()(
1 1
00
1
00 ∑ ∏∞
=
−
=
−−+ ∑
−
=
−+−−=
k
Sk
j
j
SS
k
j jk eeet
κκκ ρρε                              (I-54) 
où )()( 1+−= kkk PsPsS  représente la longueur du trajet optique entre les deux point de réflexion  kP  
et 1+kP . 
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Fig. I-9 :  Principe de calcul de l’émissivité apparente dans la direction +0t à la surface d’un milieu semi-
transparent hétérogène bidimensionnel. Le trajet optique est décomposé suivant toutes ces réflexions partielles 
sur la surface interne du milieu et l’équation de transfert radiatif est résolue le long de tous ces trajets 
curvilignes. 
 
   
 
Sur la Figure I-10 on représente l’émissivité apparente d’un milieu semi-transparent non diffusant 
contenu dans une cavité carrée et ayant un indice de réfraction qui varie de façon affine. Les résultats 
obtenus à l’aide de la  technique de lancer de rayon [32] et de l’expression générale (I-53)  montre que 
le comportement émissif des milieux hétérogènes est radicalement différent de ceux des milieux 
homogènes. Ce résultat n’a sommes toutes rien de surprenant compte tenu des caractéristiques 
optiques de ces milieux (présence de réflexions totales internes, confinement de trajets optiques, 
amplification du champ de luminance) que nous avons décris dans les paragraphes précédents.    
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Fig. I-10 :  A gauche : émissivité apparente perpendiculaire (trait continu) et parallèle (trait pointillé) à x=0.05 m 
sur la surface sud d’une cavité carré de 0.1 m de coté,  remplie par un milieu d’indice de réfraction 
1.126 ++= yxn  et une absorptivité 110 −= mκ . On représente également les trajets optiques dans le 
milieu  à incidence normale ( °= 0ϕ ) et à incidence rasante ( °= 90ϕ ). A droite on représente l’émissivité 
apparente d’un milieu homogène d’indice 5.1==' nn .  
 
 
Ils démontrent la possibilité de contrôler directionnelement l’émission thermique en champ lointain de 
ces matériaux composites. Les détails des résultats de cette section se trouvent dans les articles [35] et 
[36] réalisés en collaboration avec V. Ledez et qui se trouvent dans l’annexe de ce mémoire.   
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I-8 Métrologie optique  
 
La question de la collecte d’information par voie optique dans ces milieux a également été 
abordée. Comment effectuer des mesures dans des milieux où certains trajets optiques restent confinés 
au cœur de la matière? Deux études ont été menées sur ce sujet, d’abord pendant mon séjour post-
doctoral au Canada puis à mon retour en France au LET. La première concernait la mesure par 
transmission du champ d’absorption dans un milieu hétérogène axisymétrique [37]. Quant à la 
seconde, elle avait pour but de mesurer par déflectométrie le champ de vitesse d’un diélectrique en 
mouvement. Nous ne développerons pas ici ce dernier travail qui s’éloigne un peu trop du thème de ce 
mémoire et renvoyons le lecteur à la référence[38] et à l’article [39] reproduit en annexe. 
 
 
Mesure du champ d’absorption par transmission :  inversion d’Abel généralisée 
 
Ce travail a consisté à étendre la technique classique de tomographie par transmission aux 
milieux axisymétriques hétérogènes lorsque les trajets optiques sont curvilignes. Contrairement à la 
technique du Speckle, il ne s’agit pas d’exploiter l’angle de déflection des rayons pour remonter à 
l’indice de réfraction mais d’utiliser la valeur de la transmission directionnelle d’un faisceau incident 
c’est-à-dire l’évolution de  l’intensité transmise par ce faisceau à travers le milieu en fonction de la 
direction d’incidence 0ϕ , pour déterminer le champ d’absorption )(rλκ .  Supposons qu’un fin 
faisceau monochromatique à la longueur d’onde λ  pénètre (Fig. I-11) dans un milieu d’indice 
effectif )(rnλ avec une intensité 0I . On montre alors que ce faisceau subit toujours une réflexion 
totale dans le milieu et que les coordonnées polaires ),( θρ  de ce point sont données par les deux 
relations suivantes : 
 
                                                βϕρρ λλ ≡= 0sin)()( RRnn  ,                                        (I-55)      
( ρ   étant la plus grande racine de cette équation sur l’intervalle [0,R]) 
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Fig. I-11 : Géométrie relative à la transformation d’Abel généralisée 
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La transmission λt  de ce faisceau à travers le milieu s’écrit alors 
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où ds désigne l’abscisse curviligne le long de la trajectoire. La restitution du champ d’absorption λκ  
consiste donc à inverser l’équation intégrale (I-57) lorsque le champ de transmission λt  est connue 
pour un certain nombre de directions incidentes 0ϕ  . Pour cela, il est commode d’écrire la 
transmission en fonction du rayon )( 0ϕρ  correspondant au point où le faisceau subit une réflexion 
totale  
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On reconnaît alors la transformation d’Abel classique du produit du champ d’absorption par l’indice 
de réfraction effectif. Le rayon ρ  du cercle osculateur où le trajet optique subit une réflexion totale 
est le paramètre essentiel dans cette expression. Il remplace la projection orthogonale des trajets 
optiques rectilignes qui sont utilisés classiquement pour explorer un milieu axisymétrique homogène. 
Deux cas de figures peuvent alors être envisagés dans le processus de restitution du champ 
d’absorption par inversion d’Abel. 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Fig. I-12 : Trajets optiques, en transmission, à travers un milieu hétérogène axisymétrique quelconque. Lorsque 
le produit n(r)r de l’indice de réfraction par le rayon possède un extremum local il existe une région insondable 
dans le milieu. 
 
 
1- La fonction rrn )(λ est monotone (cf. Fig. I-13) :  Lorsque l’angle d’incidence 0ϕ  parcourt 
tous le domaine angulaire [;2/] pipi , le paramètre ρ  couvre l’ensemble de l’intervalle [,0] R de 
sorte que l’équation (I-58) peut être inversée (cf. Fig. I-9) pour donner 
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Fig. I-13 : Reconstruction du champ d’absorption dans un milieu axisymétrique à gradient d’indice. 
 
3- La fonction rrn )(λ possède au moins un extremum local . Dans ce cas le rayon associé au point de 
réflexion total est une fonction multivaluée (Fig. I-12) de 0ϕ  et il existe une partie du milieu qui ne 
peut pas être explorée par transmission.   
 
L’analyse détaillée de ce travail  se trouve dans l’article [37] issu d’une collaboration entre le LET et 
le Groupe de recherche du Prof. Charrette au Canada.  
 
 
I-9 Transfert radiatif dans un milieu hétérogène en présence de diffraction 
 
Jusqu’ici nous nous sommes limité à l’étude des transferts dans les milieux hétérogènes dans 
l’approximation de l’optique géométrique ce qui supposait implicitement que les mécanismes 
d’absorption et de diffraction étaient négligeables. Pour rendre compte de la présence éventuelle de 
ces mécanismes, nous avons proposé, en collaboration avec le Prof. Ni de l’Université Dong Hua à 
Shanghai, une extension de la théorie phénoménologique précédente aux milieux absorbants 
quelconques [41-42]. Ce travail repose essentiellement sur l’optique géométrique complexe et la 
notion de rayon complexe dans des milieux hétérogènes dissipatifs [40]. Il se limite néanmoins aux 
champs scalaires, l’extension à des champs vectoriels restant à faire. On rappelle ici les principales 
étapes de ce travail. 
On considère un milieu hétérogène à indice de réfraction effectif complexe ikn + . En recherchant 
une solution de l’équation des  ondes (stationnaires)  
                                                                    0)()( 220 =++∆ ruiknku ,                                          (I-60) 
sous la forme du développement de Debye 
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où 10
−k  représente l’inverse du nombre d’onde (supposé petit devant les échelles de longueur 
caractéristiques) dans le vide et où m m mA A iA′ ′′= + , on montre aisément que la phase complexe 
(réduite) ψψψ ′′+′= i  vérifie l’équation eikonale suivante 
                                                                     
22 )]()([)( rikrn +=∇ψ .                                           (I-62) 
tandis que les amplitudes partielles vérifient les équations de transport 
                                                             0 02( . ) 0A Aψ ψ∇ ∇ + ∆ = ,  
                                                             1 1 02( . )A A Aψ ψ∇ ∇ + ∆ = −∆ , 
                                                                               …….                                                                   (I-63) 
                                                             12( . )m m mA A Aψ ψ −∇ ∇ + ∆ = −∆ .  
En introduisant le vecteur unitaire /ψ ψ′ ′∇ ∇t =  normal aux surfaces d’onde réelles dans ces 
relation, il vient de façon équivalente  
                                                              . .
m m
m
p p
dA dAA
ds ds
ψ ψ ζ∇ ∇ = ∇ ≡t ,                                       (I-64) 
où ps  représente l’abscisse curviligne le long des trajectoires normale aux surfaces d’onde. Le 
système aux derives partielles (I-63) se transforme alors en le système différentiel  
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ζ ψ+ ∆ = ,           
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                                                                 …….                                                                                 (I-65) 
                                                                12 m m m
p
dA A A
ds
ζ ψ
−
+ ∆ = −∆  
qui se résout par intégration le long des trajectoires normales aux surfaces d’onde réelle en admettant 
les conditions de lancé  
                                
(0) (0) (0)
1 2 ... 0mA A A= = = =  et 
(0) (0) (0)
1 2 ... 0mA A A∇ = ∇ = = ∇ = .                     (I-66) 
qui traduisent le fait que le champ est delta corrélé  à l’origine [6].  
 
Or d’après les travaux de Kravtsov [25], le vecteur flux radiatif véhiculé par le champ est donné par la 
relation 
                                                                    
0
[ ]i u u u u
k
∗ ∗
≡ ∇ − ∇I .                                                (I-67) 
Il s’en suit  que I  peut-être assimilé à une luminance généralisée dans le milieu en présence de 
diffraction. En substituant le développement de Debye (I-61) dans l’expression du flux radiatif, il vient  
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= + + +
  (I-68)          
Il découle de cette expression que, dans l’approximation de l’optique géométrique (à l’ordre zéro) 
le champ de luminance s’écrit 
                                                        
(0) (0)(0) 2 (0)
0 02( ) exp( 2 )I A k ψ ψ′′ ′≡ − ∇ .                                (I-69) 
On voit alors que l’énergie se propage normalement aux surfaces d’onde réelles. En revanche, en 
présence de diffraction, les effets de cohérence modifient la direction de propagation de l’énergie qui 
dépend alors intimement de l’évolution spatiale de l’amplitude du champ.  Comme 
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2
0( ... )i Mi
i
I I= + +∑I , l’équation de transfert radiatif le long du trajet emprunté par l’énergie, 
s’écrit en l’absence de diffusion et de gain d’énergie par diffusion ou par émission spontanée  
                                                                           
e
d I
ds I
γ
=                                                                (I-70) 
avec   
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dI dII I
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γ = + + + +∑                                        (I-71)                  
le facteur d’atténuation du à la diffraction et à l’absorption. En présence d’une source S  et  d’une 
absorption due à la diffusion sortante (diffusion inélastique), l’équation de transfert prend la forme 
générale suivante   
                                                                        
e
d I
I S
ds I
γ
σ= + +                                                 (I-72) 
où σ  représente le coefficient d’absorption lié aux pertes par diffusion. On vérifie aisément que 
l’ensemble des résultats prédits dans les paragraphes précédents se déduisent de cette équation.  Ainsi : 
1)  En l’absence d’absorption  ( 0A const= ) et de sources,  l’équation de transfert radiatif 
dégénère, dans l’approximation de l’optique géométrique ( 1 2 ... 0I I= = = ), en   
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e e
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=                                    (I-73)                              
où encore, de façon équivalente en 
 
                                                                               2( ) 0
e
Id
ds n
=                                                 (I-73-bis)                              
qui correspond à la loi de Clausius généralisée (cf. I-32) .  
 
2) En présence d’absorption, on montre à partir de l’expression I-69 que, dans l’approximation 
de l’optique géométrique  
                                                                              I
ds
Id
e
κ= ,                                                         (I-74) 
où le coefficient d’absorption, lié à la variation spatiale de  n et de k  est donné par 
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l’indice de réfraction effectif effn  étant calculé par la méthode des rayons complexes développés dans 
l’article [41] .  Ce coefficient permet d’inclure la variation spatiale de la partie imaginaire de l’indice 
de réfraction et généralise en ce sens le coefficient d’absorption obtenu en I-5.  
 
 
I-10 Perspectives  
 
Ce chapitre a montré un aperçu des possibilités offertes par les matériaux structurés à échelle 
sub-longueur d’onde pour contrôler spatialement des flux radiatifs et modeler le champ thermique. 
Nous avons vu qu’il existait une relation étroite entre la topologie de l’espace-temps perçu par le 
champ électromagnétique et la composition du milieu. Nous avons exhiber les principales 
caractéristiques optiques (confinement de trajets optiques, émission thermique partiellement cohérente 
en champ lointain ) et thermiques (surchauffes locales, effets des lentilles) de ces milieux lorsque  la 
géométrie effective est Riemannienne c’est-à-dire lorsque l’espace-temps est localement courbe. 
L’introduction de défauts permettrait en brisant localement la symétrie de translation ou de rotation du 
- 40 - 
milieu composite d’introduire une torsion dans l’espace-temps. Ce type de milieux pourrait-être utilisé 
pour augmenter les possibilités de contrôle des flux radiatifs et améliorer le contrôle directionnel de 
l’émission thermique en champ lointain. 
 
Sur le plan de la métrologie nous nous sommes limité jusqu’à présent aux mesures par 
transmission du champ d’absorption.  Une voie de développement intéressante serait de prolonger ce 
travail à la détermination du champ de température par des mesures d’émission directionnelle et 
spectrale.  Il s’agit en fait, de généraliser le concept classique d’inversion de Radon atténuée aux 
milieux hétérogènes.  
 
 Un autre champ d’investigation important concerne l’étude du comportement radiatif de ces 
milieux en champ proche. Dans le dernier paragraphe de ce chapitre, nous avons suivi une approche 
heuristique pour prendre en compte les effets ondulatoires durant le transport radiatif dans les milieux 
hétérogènes. Or cette approche repose sur l’approximation zéro des équations de Maxwell et sur le 
concept de rayon. Des corrections à cette approximation initiale ont été faites pour inclure, dans la 
modélisation, les effets liés à la diffraction subit par les ondes dans le milieu. Or, comme nous l’avons 
vu ces corrections ont été introduites de façon itérative. Une prise en compte directe des effets 
ondulatoires serait une perspective de développement intéressante notamment  pour l’étude du 
comportement radiatif en champ proche des matériaux composites.  Shalaev a récemment montré que 
l’optique de transformation permettait non seulement de modifier le trajet optique de la lumière mais 
de modifier également le comportement du champ électromagnétique en champ proche. Un 
développement possible, dans cette direction, serait d’étendre l’électrodynamique fluctuationnelle, 
développée initialement par Rytov pour l’étude des milieux diélectriques classiques, aux milieux 
diélectriques et magnétiques complexes (espaces-temps courbes). Les développements suivants à  
court et moyen terme sur ce sujet sont envisagés : 
 
- Résolution de l’équation des ondes ( µνµνµνµµν pijARAg 4−=−∇∇ )  dans un composite 
nanostructuré (R désigne le tenseur de Ricci, j la densité de courant et A le potentiel vecteur) 
et calcul de sa réponse optique (tenseur de Green). 
 
- Etude des propriétés de cohérence du champ électromagnétique et calcul de la densité 
d’énergie à la surface d’un composite. 
 
- Design de structures composites pour le contrôle de l’émission thermique et pour la 
conception de nouveaux matériaux pour la conversion photovoltaïque et  
             thermophotovoltaïque.  
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II-Micro et nanostructures planes à 
émission thermique cohérente en champ 
lointain 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Le contrôle de l’émission thermique à l’aide de matériaux micro et nanostructurés est un nouvel enjeu 
dans le domaine des transferts radiatifs. Il ouvre la voie a de nombreuses applications dans le 
domaine du management thermique, de la détection infrarouge et  de la conversion d’énergie. Dans ce 
chapitre, je présente une synthèse de mes travaux de recherche sur ce sujet.   
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II-1 Comportement en antenne des films minces  en champ lointain 
 L’émission thermique à partir de corps chaud  a longtemps été considérée comme étant à large 
bande et quasi-isotrope c’est-à-dire semblable à celle du corps noir. Aujourd’hui nous savons que ce 
paradigme est  faux et que de nombreux matériaux micro et nanostructurés (réseaux de surface [43-
44], cristaux photoniques [45-48], métamatériaux [49-52], films minces [53-54] et matériaux hybrides 
[55-58]) sont capables de rayonner dans des bandes spectrales étroites et/ou autour de certaines 
directions d’espace.   
Jusqu’en 2002 seule la microtexturation de surfaces permettaient de modifier spatialement l’émission 
thermique de matériaux. En 2003 nous nous sommes intéressé aux possibilités offertes par les films 
minces [54] pour le contrôle directionnel de l’émission thermique. L’idée de base était la suivante. Un 
film peut être vu comme une cavité résonante de type Fabry-Perot ayant un nombre fini de modes 
propres. En sélectionnant convenablement l’épaisseur du film on est capable de choisir le nombre de 
modes que supporte la structure. De plus, lorsque le milieu est absorbant, chacun de ces modes 
rayonne dans une direction d’espace bien spécifique de sorte que l’on peut s’attendre à pouvoir 
concevoir de la sorte des antennes thermiques à base de films fins.  
 
Pour illustrer cela, considérons un film homogène absorbant d’épaisseur d immergé dans  un 
milieu transparent comme illustré sur la (fig. II-1). Le système de coordonné est choisi de façon à ce 
que le plan  yz soit parallèle aux surfaces du film. La surface de gauche est fixée à  0x = et elle est 
éclairée par une onde propagative oblique. On suppose par ailleurs, sans que cela ne nuise à la 
généralité des résultats, que le film et le milieu ambiant sont non magnétiques. Le champ électrique E  
et magnetique H  dans ce système sont gouvernés par les équations de Maxwell 
 
                                                        . 0∇ =E ; . 0∇ =H                                                                     (II-1)                                          
                                                
t
µ ∂∇ × = −
∂
H
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H .                                                      (II-2) 
 
Lorsque l’on recherche, comme solution de ces équations, les modes normaux suivants  
 
                                                    ( , ) ( ) exp( ) ( ) . .t i t f t c cω= +%E r E r ,                                             (II-3-a) 
                                                   ( , ) ( ) exp( ) ( ) . .t i t f t c cω= +%H r H r ,                                             (II-3-b) 
 
où ( , , )x y z=r représente le vecteur position,  ω  la pulsation du mode et f une fonction décroissante 
(le film est absorbant),  l’amplitude E~ du champ éléctrique est gouvernée par l’équation                                                            
                                          
2 2( ) ( ) ( ) 0
2
2
2
n d f dff t { + 2i - f(t)}
c dt dt
ω ω∇ − =
%
% %E E r .                                     (II-4)  
                                                 
où n~ représente l’indice de réfraction du milieu considéré.  Dans l’approximation où l’échelle de 
temps sur laquelle les atomes intéragissent avec le champ est très petite devant l’échelle où le  champ 
change, on montre [59 page 904] que l’amplitude %E  du champ électrique satisfait l’équation 
d’Helmoltz 
                                                                         
                                                                
2 2 020n k∇ + =% %%E E ,                                                              (II-5) 
où 0k
c
ω
≡  représente le nombre d’onde dans le vide. 
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FIG. II-1. Film homogène absorbant d’épaisseur d et de permittivité diélectrique 2ε  immergé dans un milieu 
transparent de permittivité 1ε . Ce système  a un comportement  analogue à  celui d’un résonateur de type 
Fabry-Perot. 
 
 
 
Pour résoudre cette équation il est commode de décomposer %E  par transformation de Fourier dans la 
direction parallèle aux surfaces du film                                                           
                                                                     ( ) ( , , 0) yik yy yr x k e dk−= ∫%E E ,                                            (II-6) 
 
où yk désigne la composante parallèle du vecteur d’onde. En remplaçant %E  dans (II-5) par sa 
transformation de Fourier, on vérifie que l’amplitude E  des composantes de Fourier est solution de 
l’équation monodimensionnelle  
 
                                                                           022
2
=+ Ek
dx
Ed
x
.                                                      (II-7) 
où 220
22
yx kknk −=  représente le carré de la composante normale du vecteur d’onde. Cette équation 
admet en tout point une solution en onde plane de  la forme 
                                                         )exp()exp()( xikxikxE xx ηξ +−= ,                                           (II-8) 
où le premier terme du membre de droite correspond à une propagation vers la droite tandis que le 
second représente une onde qui se propage vers la gauche. En  notant inE et outE ces deux ondes 
on peut relier les ondes de part et d’autre du film au moyen des relations matricielles suivantes  
                                                                         
in out
out in
p p
E E
E E
− +
   
= ℑ   
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,                                               (II-9) 
où 21212 TTT
prop
=ℑ  représente la matrice de transfert du film [60], ijT  et propiT désignant 
respectivement la matrice de transfert à travers l’interface  i-j et la matrice de propagation (déphasage) 
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à travers le milieu i . Ces matrices s’expriment en fonction des coeffficient de réflexion (resp. 
transmission) de Fresnel ijr  (resp. ijt ) entre le milieu i et le milieu j comme suit  
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jφ  étant le déphasage subit par l’onde sur toute l’épaisseur du film. Il découle alors de (II-9) que les 
propriétés radiatives du film, à savoir, son coefficient de transmission, de reflection et d’absorption à 
la longueur d’onde λ  sous l’angle d’incidence θ  s’écrivent 
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De plus, d’après la loi de Kirchoff [32], l’émission du film coïncide avec son absorption  
 i.e.                                                                        ),(),( θλθλε pp a≡ .                                            (II-15) 
 
D’autre part, les modes propres du film qui prééxistent dans la structure en l’absence d’excitation 
externe (i.e. 0in inE E
− += = ) obéissent à la relation de dispersion suivante 
                                                                               
222
121 0x
ik d
r e
−
− =                                                (II-16) 
qui annule le déterminant du système (II-9) lorsque outE± sont non nuls et qui font diverger les 
coefficients de transmission  et de réflexion. Il est facile de remarquer que ces modes sont quantifiés et 
qu’ils satisfont tous la relation 
                                                                         pimerArg dik x =− ][ 212                                              (II-17) 
m étant un nombre entier.  En recherchant comme solution de (II-16) les oscillations laser du 
système  
 i.e.                                                                     
                                                                                 2x
mK
d
pi
= ,                                                    (II-18-a) 
                                                                                   1 0xK = ,                                                       (II-18-b) 
 
on montre [54] que l’angle m1θ d’émission du rayonnement produit par ces modes est donné par 
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FIG. II-2. (a) Emission (en polarisation s) d’un film de SiO2  de mµ10  d’épaisseur immergé dans une matrice 
de Germanium. L’émission thermique en polarisation p (non représentée ici) possède  un  spectre très similaire 
à celui-ci. (b) Un exemple d’antenne thermique obtenue à partir d’un film mince (d’après [54]). 
 
 
 
A chaque mode, il correspond donc un lobe d’émission comme illustré sur la (Fig. II-2-a). Différentes 
caractéristiques ont été mises en évidence : 
 
- L’épaisseur du film détermine le nombre de lobes d’émission. 
- La largeur des lobes dépend de l’absorption du film (position des pôles dans le plan 
complexe).  
- La dérive spectrale du pique d’émission est reliée à la variation spectrale des propriétés  
diélectriques du film. Lorsque )()]([ 22 −=ℜ ωωε Oe  le film se comporte comme une 
antenne thermique quelque soit la longueur d’onde (Fig. II-2-b). 
 
  
 Il est à noter, et c’est sans doute le résultat le plus important, que contrairement aux milieux 
diélectriques surmontés par un réseau de surface, les films minces sont capables de se comporter 
comme des antennes thermiques simultanément pour les deux états de polarisation. Bien qu’étant 
faiblement émettant, ce type de  source a ouvert la voie  au contrôle directionnel de la composante 
transversale du rayonnement thermique. Nous verrons plus loin que les structures planes multicouches 
possèdent en général cette propriété ce qui rend ces structures très intéressantes pour de nombreuses 
applications. 
 Toutes les prédictions théoriques faites ici ont été confirmées expérimentalement en 2003 et 
2004 à l’Institut de Physique des semiconducteurs de Kiev dans l’équipe de O. G. Kollyukh [53]  
grâce à des mesures par spectrométrie IR à transformation de Fourier sur des films minces de Si et 
GaAs dopés n.   
 
II-2 Emission thermique quasi-monochromatique par des cristaux photoniques contenant un 
défaut 
 
  Parallèlement au contrôle directionnel de l’émission thermique nous avons mené, en 
collaboration avec le Prof. Ni de l’Université Dong Hua de Shanghai, des travaux sur la conception de 
sources thermique spectralement cohérentes à base de cristaux photoniques. Ces milieux sont des 
structures périodiques de matériaux diélectriques ou métalliques qui permettent par le truchement 
d’interférences destructives d’empêcher la propagation d’ondes électromagnétiques sur certains 
(a) (b) 
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domaines spectraux. On parle alors de bandes interdites pour les photons.  L’introduction d’un défaut 
au sein d’un cristal photonique permet, en brisant la périodicité du milieu, de générer des modes 
localisés dans les bandes interdites. Ces défauts ce comportent alors comme des guides d’onde, le 
confinement étant assuré par le cristal photonique et non par des réflexions totales internes comme 
dans les guides d’onde traditionnels. Jusqu’en 2005, seules les effets dues à la présence de défauts non 
dissipatifs avaient été étudiés [61-65]. Or, nous avons vu au paragraphe précédant, que les films fins 
absorbants présentent un comportement singulier qui leur permet, moyennant un dimensionnement ad 
hoc,  d’émettre en champ lointain de façon directionnelle. Ici nous décrivons succinctement le 
comportement de ces films lorsqu’ils sont insérés dans un cristal photonique. Ces résultats sont 
détaillés dans la référence [66]. 
Considérons un film de matériau polaire d’épaisseur 3d  et de permittivité diélectrique 3ε  décrit  
par un simple modèle d’oscillateur de Lorentz  
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−
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,                             (II-20)                                     
où Lω , Tω , Γ  et ε∞  représentent la fréquence optique des phonons longitudinaux et transverses, le 
facteur d’atténuation et la permittivité diélectrique à très hautes fréquences. Supposons, comme illustré 
sur la Fig. II-3, que ce film soit recouvert, de façon symétrique, sur ses deux faces par un cristal 
photonique constitué  d’un nombre fini de périodes élémentaires. Les matériaux de base de ce cristal 
sont des couches planes transparentes d’épaisseur 1d  et 2d  et de permittivité diélectrique réelle 1ε  et 
2ε . L’ensemble de la structure est plongée dans le vide de permittivité 0 1ε =  et tous les matériaux 
sont supposés non magnétiques. Comme au paragraphe précédant, les propriétés radiatives de la 
structure se calculent à partir de sa réponse électrique à une excitation extérieure. Dans le cas présent 
et en adoptant les même notations qu’au paragraphe précédant, la matrice de transfert complète de la 
structure s’écrit 
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Fig. II-3 :  Emission thermique d’un cristal photonique CdTe-Ge contenant un défaut en carbure de silicium. 
L’émittance est normalisée par l’émission du corps noir à 293 K [66]. 
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II-2.1 Grandeurs hémisphériques spectrales 
 
Sur les Figs. II. 3 et II. 4 on montre le résultat du calcul des grandeurs hémisphériques d’un 
cristal photonique composé de couches nanométriques de tellure  de cadmium et de germanium dans 
lequel on a inséré une couche de 1.2 mµ  de carbure de silicium. Ces grandeurs sont  obtenues à partir 
de la transmission ),( θλpt , de la réflexion ),( θλpr et et de l’émission ),( θλε p de la structure par 
intégration sur toutes les directions d’incidence. Compte de la symmétrie azimutale du problème la 
transmittance pT , la réflectance pR  et l’émittance pE  hémisphérique spectrale s’obtiennent en 
calculant les expressions suivantes 
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Fig. II-4 :  Transmittance (a) et réfléctance (b) d’un cristal photonique sans défaut (pointillé) et d’un cristal 
photonique dans lequel un défaut de carbure de silicium a été inséré (trait plein). Ces grandeurs sont moyennées 
sur les deux états de polarisation.  [ 1 7.29ε = , 2 16ε = , 
1969 L cmω −= , 1793 T cmω −= , 14.76 cm−Γ =  , 
6.7ε
∞
= ,  1 1.2 d mµ= , 2 760 d nm= , 3 450 d nm=  et le nombre de périodes élémentaires du cristal 
photonique est égal à 8].  
 
 
Comme dans les semiconducteurs, lorsque l’on insère un matériau diélectrique [63] dans une structure 
périodique, on constate l’apparition de modes de défaut localisés. Dans le cas de notre structure, ces 
modes sont situés dans et en bord de bande interdite du cristal photonique.  Le premier mode à 
modes du défaut 
bande interdite 
fondamentale 
)( mµλ  )( mµλ  
T
 
R
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1 10.3 mλ µ=  est situé en bord de bande interdite. Comme on le voit sur la Fig.II-5 il résulte de 
l’excitation d’un modes propre en polarisation p. Cependant cette excitation n’a lieu qu’à incidence 
rasante (Fig.II-5-a) ce qui limite très fortement l’intensité de l’émission (Fig.II-3) à cette fréquence.   
En revanche, à 2 12.6 mλ µ=  l’émission moyenne atteint 0.93 . L’examen (Fig.II-5) de la relation de 
dispersion des modes propres de la structure à cette longueur d’onde et du spectre de réflexion (Fig. II-
4-b) montre que ce résultat est dû à l’excitation omnidirectionnelle d’un mode propre dans le domaine 
spectral de la bande interdite du cristal.  
 
 
                 
 
 
 
Fig. II-5 :  Relation de dispersion 0),(11 =ℑ θλ  en polarisation p (a) et en polarisation s (b) des modes 
propres d’un cristal photonique CdTe-Ge dans lequel est inséré un défaut de Sic. En pointillé on représente la 
partie réelle de cette équation transcendante et en trait plein sa partie imaginaire. Les caractéristiques 
géométriques de la structure sont celles de la Fig. II-4.  
 
 
 II.2.2 Couplage des modes du défaut avec les polaritons de surface  
 
 
Lorsque la structure est éclairée par une onde propagative sous incidence oblique, l’étude de la 
densité local d’énergie du champ électrique  à l’intérieur de la structure permet d’identifier d’éventuels 
mécanismes de couplages susceptible d’expliquer son comportement émissif. Lorsque l’amplitude du 
champ incident est égale à 1, le champ  électrique au point x dans la structure s’exprime en fonction de 
la matrice de transfert partielle )(kℑ  entre la surface éclairée et le point courant sous la forme 
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Ici r représente la réflectivité monochromatique directionnelle de la structure complète. L’étude de 
l’amplitude du champ électrique (Fig. II-6) a l’intérieur de cristaux photoniques contenant un défaut a 
permis: 
- de révéler la présence de polaritons de surfaces (modes de Fuchs-Kliewer) sur la structure.  
- de démontrer la possibilité d’un couplage résonant entre le mode de défaut localisé dans la 
bande interdite du cristal et ces polaritons de surface. En outre, on a montré que ce 
couplage était à l’origine d’une chute importante de la réflexion et de la transmission de la 
structure donc de sa forte émissivité.  
 
 
 
)( mµλ  )( mµλ  
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Fig. II-6. Intensité du champ électrique à l’intérieur d’une structure (CdTe-Ge)N SiC (CdTe-Ge)N  éclairé en 
incidence normale sur une de ces faces par un champ électrique d’intensité unité. On remarque que l’intensité 
dépasse localement 1 à cause de résonances internes. Les caractéristiques géométriques de la structure sont 
celles de la Fig. II-4.  
 
 
 
D’autre part, l’analyse  de sensibilté de l’émission aux paramètres géométriques, à la taille du cristal 
photonique et aux propriétés diélectriques a permis d’exhiber les conditions de couplage optimum 
entre l’onde de surface et le mode de défaut (Figs. II-6 et II-7).  En utilisant une structure de ce type,  
une source thermique quasi-isotrope de forte émissivité (~0.9) et à bande étroite ( / 0.01δλ λ ≤ ) dans 
l’infrarouge moyen a été conçue [66].  
 
 
                                       
 
 
 
Fig. II-7. Absorbance d’une structure (CdTe-Ge)N SiC (CdTe-Ge)N  pour différentes périodes élémentaires N 
du cristal photonique . 
 
 
 
Ce type de source, développé dans l’infrarouge et le proche infrarouge, pourrait être utilisé comme 
filtre pour la conversion d’énergie thermophotovoltaïque (Fig. II-8). Il permettrait, en effet, de limiter 
)( mµλ  
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l’échauffement de la cellule photovoltaïque (due à la photodissociation des photons et à la 
thermalisation des paires electron-trou en dehors du gap de conversion des semi-conducteurs) tout en 
laissant passer les « photons utiles ». Un autre champ d’application potentiel pour ces sources à haut 
degré de cohérence spectrale est la spectroscopie et la détection chimique dans le domaine infrarouge.  
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Fig. II-8. Schéma de principe d’un dispositif classique de conversion thermophotovoltaïque (TPV).  La 
conversion TPV est similaire à la conversion d’énergie solaire par des cellules photovoltaïques (PV). La cellule 
PV est commune aux deux technologies (bien sur, les domaines de conversion diffèrent). Dans le cas TPV, la 
source de rayonnement est un émetteur thermique terrestre dont la température est de l’ordre de 1500 à 2000 K. 
Comparé au soleil la plupart de l’énergie de ce corps chaud est émise dans une gamme de longueur d’onde plus 
grande. La difficulté du processus de conversion est d’accorder la cellule PV à la source thermique. Une 
solution à ce problème est d’utiliser un filtre qui laisse passer les photons dont l’énergie  correspond au gap de 
conversion PV et qui renvoie les photons inutiles vers l’émetteur. Ainsi un minimum de rayonnement est perdu 
car le rayonnement réfléchi sert à maintenir constante  la température de l’émetteur. 
 
 
II-3 Design ab initio de sources thermiques cohérentes 
  
Jusqu’en 2007  , la conception de sources thermiques cohérentes reposait sur une approche 
heuristique de type essai-erreur. Or, les techniques modernes de nanofabrication permettent 
aujourd’hui de concevoir des structures complexes à base de matériaux métalliques, polaires ou 
diélectriques, nanostructurés. Ces nouvelles avancées technologiques nous ont conduit à nous 
interroger sur la possibilité d’une conception bottom-up plus rationnelle des émetteurs thermiques 
micro et nanostructurés. Au cours de la thèse de doctorat de Jérémie Drevillon [67], nous avons 
développé en partenariat avec l’Agence Spatiale Européenne une méthode générale de design ab-initio 
de sources thermiques cohérentes en champ lointain. Cette démarche constitue un changement total de 
paradigme qui ouvre la voie au design inverse de sources thermiques fonctionnalisées et permet 
d’espérer le développement de technologies de ruptures notamment dans le domaine de la conversion 
d’énergie et du management thermique. Les détails de ces travaux sont développés dans les références 
[67-68]. 
 
II-3.1 Principe 
 
Dans cette partie nous décrivons la stratégie que nous avons suivi pour concevoir des micro et 
nanostructures planes capables de rayonner autour de certaines longueurs d’ondes (cohérence 
spectrale) ou autour de certaines directions d’espace (cohérence spatiale) avec un certain degré de 
cohérence. Dans ce mémoire on se limitera à la description du design de sources thermiques 
composées de N couches élémentaires de même épaisseur, chaque couche étant constituée d’un certain 
matériau diélectrique. Lorsque M matériaux peuvent entrer dans la composition du composite le 
 
 
 
Source 
Thermique 
Filtre 
Cellule 
PV 
V 
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nombre de structures différentes qui peuvent être synthétisées est de NM . Pour des structures binaires 
de 100 couches , le nombre de configurations possible est de l’ordre de 3010 . Ce nombre grimpe à 
4710 lorsque trois matériaux de base sont utilisés ce qui illustre le gigantisme de l’espace des 
configurations possibles. Cet espace offre d’immenses possibilités pour sculpter les propriétés 
radiatives des milieux nanostructurés. Nous verrons plus loin que les structures désordonnées 
permettent en général d’atteindre des performances en émission qui sont bien supérieures à celles 
affichées par des structures régulières. Pour explorer efficacement un espace aussi vaste et identifier 
les structures qui correspondent aux objectifs fixés, une technique de recherche rationnelle efficace a 
été mise en œuvre. Elle repose sur l’utilisation d’un  algorithme d’optimisation global de type 
algorithme génétique [69] dont le principe est décrit schématiquement sur la Fig. II-9 . 
 
                
 
Fig. II-9. Principe du design optimal de structures binaires  planes par algorithme génétique. 
 
 
 Etape 1- Le processus d’évolution commence à partir d’une génération initiale de structures 
encore appelée population en référence à la théorie de l’évolution. Parallèlement, sont définies les 
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émissivité cible ),(arg θλε ett  et réflectivié cible ),(arg θλettr  que l’on souhaite atteindre à l’issu du 
processus d’évolution.  
Etape 2- L’éloignement du comportement radiatif de ces structures par rapport à ces cibles est 
mesuré à l’aide de la fonction objectif suivante  
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,    (II-23) 
les propriétés radiatives étant calculées, comme dans les paragraphes précédant,  à l’aide de la théorie 
des matrices de transfert. Il est important de souligner que l’optimisation des structures est effectuée 
ici de façon à atteindre les mêmes propriétés radiatives cibles pour les deux états de polarisation du 
champ électromagnétique (l’état de polarisation est symbolisé par l’indice p dans la fonction objectif).     
Etape 3- Les meilleurs structures sont sélectionnées et croisées entres elles par la technique du 
croisement à un point. Ainsi, dans le cas de structures binaries (Fig. II-9) deux structures parents de 
type 110010011 et 01011001 sont divisées puis recombinées pour former la nouvelle génération 
enfant 110011001 et 01010011.   
Etape 4- Pour conserver une diversité génétique suffisante et éviter de converger vers des 
extremum locaux, des mutations sont introduites à l’issu du croisement.   
 
Pour illustrer les possibilités offertes par la méthode de design ab initio que nous avons développé, 
nous présentons dans les deux paragraphes suivants la conception de deux sources thermiques 
respectivement spectralement et partiellement cohérentes. 
 
II-3.2 Design d’une source thermique isotrope quasi-monochromatique   
 Dans cette partie, nous décrivons la conception d’une structure composite plane capable de 
rayonner de façon isotrope autour d’une longueur d’onde localisée 0λ  dans l’infrarouge. L’idée de 
base consiste à utiliser des structures ternaires constituées : d’un matériau polaire absorbant qui 
supporte des polaritons de surface autour de 0λ  et de deux matériaux transparents à fort contraste 
d’indice pour interdire par interférence destructive la propagation des ondes dans certains domaines 
spectraux (bandes interdites).  La première source que nous avons imaginé a été conçue pour rayonner 
à mµλ 6.120 = . Elle est composé de couches nanométriques de carbure de silicium (SiC) qui 
supporte  des phonons-polaritons de surface précisément à mµ6.12 , de couches de germanium (Ge) et 
de couches de tellure de cadmium (CdTe) . Dans le domaine spectral ]148[ mm µµ −  qui englobe 0λ  
les propriétés diélectriques de ces matériaux sont convenablement décrites [70] par les expressions 
suivantes 
                                                                          16~ =Geε ,                                                            (II-24) 
                                                                           29.7~ =CdTeε ,                                                    (II-25) 
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où 113 .10253.18 −×= sradLω , 113 .10937.14 −×= sradTω , 111 .10966.8 −×=Γ srad  et 7.6~ =∞ε  
représentent la pulsation des phonons optiques longitudinaux et transversaux, le facteur d’atténuation 
et la permittivité diélectrique à haute fréquence. L’émissivité monochromatique directionnelle cible est 
fixée au moyen de la Gaussienne 
                                                    ]/)(16lnexp[ 20202maxarg λλλεε −−= Qett                             (II-27) 
centrée en 0λ , maxε  étant l’intensité maximale désirée. Quant à Q , il représente le facteur de qualité 
de la source c’est-à-dire la largeur à mi-hauteur du pique d’émissivité à  0λ .  En ce qui concerne la 
reflectivité cible, elle a été choisie de façon à ce que la structure éméttante puisse être utilisée comme 
revêtement de surface. Ainsi,  on a posé 
                                                                ettettr argarg 1 ε−≈                                                           (II-28) 
de sorte que toute l’énergie qui émanerait du substrat soit totalement réfléchis vers celui-ci en dehors 
de la longueur d’onde d’émission 0λ  . Les résultats du processus d’optimisation [68] représentés sur 
la Fig. II-10 montre que les cibles sont clairement atteintes. La structure optimale obtenue ne présente 
pas du tout d’ordre apparent ce qui indique que les performances affichées par les structures régulières 
sont, en général, moins bonnes pour concevoir ce type de source que celles affichées par les structures 
désordonnées. L’analyse du champ électrique à l’intérieur de la structure optimale sous excitation 
externe a montré [68] que, pour toutes les directions d’incidence (exceptés les incidences rasantes), les 
ondes propagatives incidentes sont capables de se coupler à travers la structure avec les modes de 
surface supportés par la couche de SiC située à mµ7.0 de la surface. En outre, on a montré que ce 
couplage permet d’augmenter la dissipation dans le matériau polaire ce qui dope l’émission globale de 
la structure à 0λ .  D’autre part, comme l’illustre la (Fig. II-10), en dehors de 0λ  il existe une bande 
interdite qui empêche toute propagation quelque que soit la direction d’incidence. Or, jusqu’à présent 
des bandes interdites omnidirectionnels n’avaient été obtenues qu’avec des structures périodiques 
(cristaux photoniques) ou pseudo-périodiques (quasi-cristaux) [45-46, 71]. C’est la première fois, à 
notre connaissance, qu’une structure désordonnées permet d’obtenir ce résultat. 
L’ensemble de ces résultats a permis de montrer que la structure optimale synthétisée par design 
ab-initio pouvait-être interprétée comme un guide résonant à phonon-polaritons. En effet, elle se 
comporte comme un miroir dans la bande interdite et convertie tous les photons en vibration atomique 
(phonons) à la longueur d’onde 0λ  par couplage résonant  photon-phonon. Ce type de résonateur a 
également été synthétisé à d’autres longueurs d’ondes à partir d’autres matériaux polaires ou encore 
avec des semi-conducteurs. 
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Fig. II-10. Source thermique isotrope quasi-monochromatique obtenue par design ab-initio. En haut à 
gauche est représentée l’émissivité monochromatique directionnelle cible et à droite la structure optimale ainsi 
que  l’évolution de la fonction objectif  obtenue avec différents AG. Le nombre de couches élémentaire est de 50 
et l’épaisseur de chacune d’entres elles est de 100 nm.  
 
II-3.3 Design d’une source thermiques partiellement cohérente  dans le proche infrarouge 
Le deuxième type de structures que nous avons conçu permet non seulement de contrôler 
spectrallement l’émission de la structure mais il autorise également un contrôle  directionnel de 
l’émission. On parle alors d’émission partiellement cohérente.  Contrairement à la source quasi-
monochromatique que nous avons conçu au paragraphe précédent, l’émissivité cible d’une source 
partiellement cohérente dépend de l’angle d’émission. En supposant que la position du pique 
d’émission dérive avec l’angle, l’émissivité cible est cette fois de la forme 
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                                      )](/))((16lnexp[ 20202maxarg θλθλλεε −−= Qett .                         (II-29) 
Sur la Fig. II-11 on représente cette cible lorsque le pique d’émission évolue linéairement avec l’angle  
dans le proche infrarouge. Dans ce domaine spectral, on a choisi de substituer aux matériaux polaires 
précédant des matériaux métalliques. En effets ces derniers supportent des modes de surface 
(plasmons) à plus hautes fréquences. Dans le domaine spectral ]8.28.1[ mm µµ −  de la cible décrite 
sur la Fig. II-11, nous avons choisi l’argent (Ag) comme matériau absorbant et le silicium (Si) et le 
verre (SiO2) pour les matériaux à fort contraste d’indice. Dans ce domaine spectral, les propriétés 
diélectriques de ces matériaux sont convenablement décrites [70] par les expressions suivantes 
                                                                    15.11~ =Siε ,                                                                (II-30) 
                                                                   1025.2~
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=SiOε ,                                                            (II-31) 
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où  115 .1069.13 −×= sradpω  représente la pulsation plasma et 
113
.1073.2 −×= sradcω  la 
fréquence de collision des électrons dans l’argent.  Les résultats du processus d’optimisation 
représentés sur la Fig. II-10 montrent que contrairement à ce que l’on obtient avec les réseaux de 
surface [43-44], le contrôle directionnelle de l’émission est faisable pour les deux états de polarisation 
du champ.  
                                   
                                                                  
            
Fig. II-11 Source thermique partiellement cohérente dans le proche infrarouge obtenue par design ab-initio. En 
bas à gauche est représentée l’émissivité monochromatique directionnelle cible et en haut à gauche la structure 
optimale . Le nombre de couches élémentaire est de 50 et l’épaisseur de chacune d’entres elles est de 50 nm.  
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L’analyse du champ électrique à l’intérieur de la structure optimale sous excitation externe a 
montré [68] que lorsque la source émet certains modes au sein de  structure sont fortement excités 
(Fig. II-12-b). Il en résulte une forte absorption du rayonnement et donc d’après la loi de Kirchoff une 
forte émissivité. Au contraire en dehors de son domaine d’émission la structure est le siège de très 
faible couplages (Fig. II-12-a). Ainsi  très peu d’énergie est dissipé dans les couches d’argent et 
l’émission est quasi nulle. 
 
      
Fig. II-12  Amplitude du champ électrique à l’intérieur de la structure optimale sous l’action d’un champ 
électrique monochromatique  incident d’amplitude unité. Une amplitude interne du champ supérieure à un trahit 
la présence de couplages résonants avec l’onde propagative incidente.   
II-4 Perspectives 
 
 Dans ce chapitre on a montré que les micro et nanostructures planes permettent de multiples 
contrôles de l’émission thermique en champ lointain. Nous avons pu établir qu’un contrôle spectral et 
directionnel du champ thermique pouvait être réalisé simultanément pour les deux états de polarisation 
du champ électromagnétique. Les applications de ces travaux sont nombreuses allant du 
développement de nouveaux matériaux pour la production d’électricité photo et thermophotovoltaïque, 
à la conception de filtres hautes performances pour la spectroscopie infrarouge, en passant par  la 
furtivité et le management thermique. Cependant, au stade de développement actuel de nos travaux 
nous avons constaté que le contrôle directionnel de l’émission thermique par des structures planes 
n’est pas aussi efficace qu’avec des réseaux de surface. Toutefois il semble possible de remédier à ce 
problème. En effet, jusqu’à présent, nous nous sommes limité à la conception de structures émettantes 
à base de matériaux non magnétiques. Or, on sait que l’incorporation de couches magnétiques permet 
de concevoir des nouveau matériaux encore appelés métamatériaux [50] aux propriétés optiques 
originales (loi de Snell Descartes inversée, Effet Doppler inversé, présence d’ondes de surface pour les 
deux états de polarisation…).  Ces structures et leurs propriétés innovantes multiplient assurément  le 
champ des possibles. A court et moyen terme j’envisage donc d’étendre les travaux présentés dans ce 
chapitre au design ab initio de métamatériaux plans. Ces structures devraient permettre d’améliorer 
encore le contrôle directionnel des sources thermiques. En effet l’inversion des lois de Snell-Descartes 
à l’interface métamatériau-materiau ordinaire permet de refocaliser autour de certaines directions [49] 
le champ rayonné par ces objets. Nous commençons sur ce problème une collaboration avec l’équipe 
de recherche avancée de T. Vinko de l’Agence Spatiale Européenne qui dispose d’un parc de 
supercalculateurs et de compétences que nous n’avons pas dans le domaine de la synthèse de 
matériaux nanostructurés ainsi que dans celui de l’optmisation des codes de calcul.  
La technique de design décrite dans ce chapitre devrait trouver aussi des ramifications et 
applications dans d’autres domaines de la thermique. Parmi ces applications, l’une très prometteuse 
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concerne la conversion d’énergie thermoélectrique dont le principe est rappelé sur la Fig. II-12. Durant 
les cinquante dernières années la communauté scientifique n’est parvenue qu’à identifier que quelques 
semi-conducteurs massifs ayant une figure de métrite ZT voisine de 1. Or à ce niveau,  les 
performances des systèmes de conversion sont de l’ordre de 10% de la limite de Carnot et ne sont 
donc pas compétitif avec les systèmes existants. Un moyen d’augmenter l’efficacité de ces générateurs 
consiste donc à augmenter le ratio σ/k c’est à dire à améliorer le transport électronique et a inhiber le 
transport de la chaleur. L’utilisation de matériaux nanostructurés ouvre des perspectives très 
intéressantes pour atteindre cet objectif. Dans le cadre d’une thèse de Doctorat que je coencadrerai 
avec mon collègue Gilberto Domingues spécialiste de conduction aux nanoéchelles et qui débutera en 
2008 nous étendrons la technique de design ab initio décrite dans le dernier paragraphe au  design de 
superréseaux pour la conversion thermoéléctrique. 
 
 
 
 
Fig.II-12 Schéma de principe de la conversion thermoélectrique. Une différence de température dans le matériau  
crée un gradient de potentiel électrique.  L’efficacité des générateurs thermoélectriques est mesurée à partir de 
leur figure de mérite  ZT=S2σT/k, où S désigne son coefficient de Seebeck du semiconducteur, σ sa conductivité 
électrique et k sa conductivité thermique à la température T. Plus grand est ce nombre meilleur est le générateur. 
A droite : utilisation d’un matériau nanustructuré (superréseau)  pour augmenter la figure de mérite du dispositif 
de conversion thermoéléctrique en réduisant la conductivité thermique par diffusion de phonons entre chaque 
strate. 
 
Pour atteindre 30% de la limite de Carnot et aller vers des performances comparables aux dispositifs 
de conversion à gaz, il faut atteindre un ZT~3. Des matériaux nanostructurés ont d’ores et déjà permis 
d’atteindre cette valeur [72]. Mais on est encore loin des limites théoriques. L’approche ab initio 
devrait permettre d’identifier les meilleurs structures pour la conversion thermoélectrique. 
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III-Transferts de chaleur par 
hybridation de plasmons de surface 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Lorsque l’on s’intéresse aux transferts  de chaleur par rayonnement à très courte distance (distances 
sublongeur d’onde), la composante non-radiative du champ électromagnétique joue un rôle majeur. A 
cette échelle, le traitement classique du rayonnement par une approche radiométrique (lorsque les 
champs sont supposés incohérents) ne permet pas d’appréhender les effets ondulatoire. Il convient 
alors de revenir à une approche électromagnétique du transfert c’est-à-dire à l’utilisation des  
équations de Maxwell. Dans ce chapitre je présente une synthèse de mes travaux de recherche sur les 
transferts de chaleur en champ proche dans les matériaux composites lorsque leurs composants 
élémentaires supportent des ondes de surface.   
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III.1 Comportement non-radiatif des films minces métalliques autour de leur fréquence plasmon 
Ce travail récent [73] concerne l’étude de l’émission thermique en champ proche de films 
d’épaisseur sublongueur d’onde.  Il a été initié durant la thèse de Jérémie Drévillon [67] soutenue en 
Décembre 2007 et fait actuellement l’objet d’une collaboration  avec Karl Joulain (LET, Poitiers).  
Il s’inscrit dans la continuité des travaux réalisés en 1999 et 2000 dans l’équipe de Jean-Jacques 
Greffet (EM2C, Paris) sur l’émission thermique des matériaux massifs qui supportent des ondes de 
surface [74-75]. L’approche suivie pour le calcul du rayonnement thermique est celle de 
l’électrodynamique fluctuationnelle développée il y a une cinquantaine d’année par Rytov [76]. Dans 
cette approche, le champ électromagnétique est produit par des courants fluctuants dans la matière, du 
fait de l’agitation thermique.  Les grandeurs mesurables s’expriment alors en fonction de la fonction 
de corrélation spatiale des densités de courant que l’on peut calculer, à l’équilibre thermodynamique, 
grâce au théorème de fluctuation-dissipation. 
Les travaux menés par l’équipe de J. J. Greffet ont montré qu’à courte distance, la densité 
d’énergie au dessus d’un matériau massif qui supporte des ondes de surface était très différente de 
celle d’un corps noir. Non seulement la présence de l’onde de surface concentre l’énergie rayonné 
autour de la fréquence de ce mode de sorte que l’ émission en champ proche devient quasi-
monochromatique mais elle augmente très significativement la densité d’énergie qui devient 100 à  10 
000 fois plus importante qu’en champ lointain. 
De façon assez surprenante le comportement radiatif en champ proche des systèmes de taille fini 
et plus particulièrement des systèmes sublongueur d’onde a très peu été étudié. Récemment, 
l’émission thermique des films fins métalliques a cependant été analysée [77]. Néanmoins ce travail 
s’est limité  à une description de l’émission thermique des films minces en régime dit de  Hagen-
Rubens c’est-à-dire dans un domaine spectral très éloigné de la fréquence des plasmons de surface 
supportés par ces milieux. Nous décrivons ci-dessous le comportement non-radiatif de ces films 
précisément au voisinage de la fréquence de ces plasmons de surface. 
 
III.1-1 Densité locale d’état au dessus du film  
 
Considérons un film  (Fig. III-1) d’épaisseur L, de permittivité ir iεεε −=2  surmonté par deux 
milieux transparents de permittivité diélectrique respectives 1ε  et 3ε . Supposons que ce film soit en 
équilibre thermique avec son environnement à la température T.  
 
  
 
                 
 
Fig. III-1 : Film mince d’épaisseur L inséré entre deux milieux semi-infinis transparents. 
 
 
 
Il existe alors une distribution spatiale de courants (électriques) fluctuants ),j(r2 ω  dans le film,  
),,( 222 zyx=2r  désignant ici un point quelconque dans le film.  Le champ électrique E et magnétique 
H  à l’extérieur du film en 3r  à la fréquence ω s’éxprime alors (théorie de la réponse linéaire) en 
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fonction de ),j(r2 ω  et du tenseur de Green  électrique dyadique ),( ω32 r,rEEG  entre le point 
d’observation 3r  et le point source 2r   sous la forme  
                                                        ),().,(i 20 ωωωµω 2323 rr,r,r jG) E( EE∫−=
V
dr ,                          (III-1-a) 
                                                        ),().,(2 ωωω 2323 rr,r,r jG) H( EEr2 ×∇= ∫
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dr .                         (III-1-b) 
En utilisant  les vecteurs de Sipe [78], yes −=  et )(
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on montre que le tenseur de Green du film s’écrit sous la forme 
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=  représente la réflectivité du film du coté du point d’observation, 
),( ii yx=iR la projection sur l’interface du film du vecteur position ir ,  2//k−= 222 )/( cωεγ  la 
composante normale du vecteur d’onde dans le film et //k  sa composante parallèle.  
A l’équilibre, la densité locale d’état (LDOS) ),( ωρ 3r du champ électromagnétique au point 
d’observation est reliée à la densité locale d'énergie ),( ω3ru  en ce point par la relation 
),(),(),( 1 Tu ωωωρ −Θ= 33 rr où ]1)//[exp(),( −≡Θ TkT Bωωω hh représente l’énergie moyenne  
d’un oscillateur de Planck à la température T. Quant à la densité d’énergie, elle s’obtient [18] à partir 
des fonctions de corrélation spatiale du champ électrique et du champ magnétique 
                                    ),().,(),().,(),( 00 ωωµωωεω 33333 rrrrr ∗∗ += HHEEu ,               (III-3) 
Dans cette relation les crochets représentent la moyenne statistique de l’expression sur un ensemble de 
réalisations du courant électrique fluctuant tandis que  0ε  et 0µ  désignent respectivement la 
permittivité diélectrique et la perméabilité magnétique du vide. En utilisant les expressions (III-1) et le 
théorème de fluctuation-dissipation [59]  
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qui relie la corrélation spatiale des courants fluctuants à l’énergie moyenne ),( TωΘ , il est possible 
d’obtenir la forme générale suivante pour la LDOS  [79] à la fréquence ω    
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Sur la Fig. III-2 on présente la densité d’état dans le vide (i.e. 131 == εε )  à une distance de 10 nm au 
dessus de films d’aluminium de différentes épaisseurs [73]. Autour de sa fréquence plasma, la 
permittivité diélectrique de l’aluminium est correctement décrite par le modèle de Drude [70]   
i.e.                                                                )(1
2
2
c
p
iωωω
ω
ε
−
−=
,                      (III-6) 
où  151047.17 ×=pω  rad.s-1 représente la fréquence plasma et 1310596.7 ×=cω  rad.s-1 la fréquence de 
collision des électrons.  Ce qui est remarquable ici, c’est la très grande différence de comportement qui 
existe entre le film et le  milieu semi-infini [79]. En effet, en dessous d’une épaisseur de 200 nm la 
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LDOS se sépare en deux parties distinctes de part et d’autre de 2/pω  la fréquence des plasmons de 
surface  du matériau massif.  Pour les plus basses fréquences, on observe que la distribution d’état est 
relativement étalée sur le spectre tandis qu’à  hautes fréquences  un pique étroit demeure. Par ailleurs, 
à mesure que l’épaisseur du film décroît, la densité d’état chute et le décalage spectral entre les deux 
parties de la LDOS augmente.  
 
 
 
 
Fig. III-2 : Densité locale d’état non-radiatifs à 10 nm de la surface de films d’aluminium de différentes 
épaisseurs plongés dans le vide.  
 
 
 
III.1-2  Hybridation des modes de surface  
Dans cette partie nous expliquons l’origine physique du comportement en champ proche des 
films minces. Pour illustrer le rôle joué par ces modes de surface, nous avons tracé (Fig. III-3) la  
partie non-radiative (i.e. ck /// ω> ) de l’intégrant )])(Im(2exp[)Im(
2),( 33
3
3
0
3
//
// zLrk
kkG pp −= γγ
ω  
de la LDOS pour différentes épaisseurs de film en nous limitant à la polarisation p du champ 
électromagnétique. Les résultats représentés sur la Fig. III-3  montrent que deux zones contribuent 
majoritairement à la LDOS. En outre, on constate que ces deux zones dégénèrent en une seule pour les 
grandes épaisseurs de film. L’examen de l’intégrant permet aisément d’expliquer la présence de ces 
zones. En effet, la décomposition en facteur premier de la réflectivité du film permet d’écrire la 
décomposition suivante de l’intégrant 
LDOS 
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qui laisse apparaître la présence de deux pôles simples qui correspondent aux modes de surface 
symétriques et antisymétriques du film . 
Pour établir le lien entre les zones à forte densité d’état et ces modes de surface nous avons 
également calculé la relation de dispersion des plasmons de surface.  Comme les plasmons de surface 
sont aussi des modes propres des films ils font diverger le coefficient de réflexion 
2prR ≡ de ceux-
ci. La relation de dispersion de ces plasmons s’écrit alors 
                                                                 0)2exp(1 22312 =−+ Lirr pp γ .                                            (III-8) 
Lorsque le film est plongé dans le vide (i.e. 31 εε = ) et que les pertes dans le film sont négligées 
(i.e. 22 )(1 ω
ω
ε p−≈  ), cette identité remarquable se simplifie en  
                                                              0)2/tanh( 21221 =′′−′′+′′ Lγγεγε ,                                       (III-9-a) 
                                                              0)2/coth( 21221 =′′−′′+′′ Lγγεγε ,                                      (III-9-b) 
où 222//2 )()(
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 représente la partie imaginaire de 2γ . En posant 22// )(
c
ku ω−=  
dans ces relations on obtient alors les relations de dispersion suivantes :  
                                        
]2/)(coth[)(
)(
22
1
2
Lcucuu
u
ppp ωωεω
ω
+++
= ,                     (III-10-a) 
                                        
]2/)(tanh[)(
)(
22
1
2
Lcucuu
u
ppp ωωεω
ω
+++
= .                      (III-10-b) 
Sur la Fig. III-3  on représente l’évolution de ces modes pour différentes épaisseurs de film. Le 
premier mode dit symétrique en rouge correspond à une intensité de champ électrique qui est 
symétrique de part et d’autre du plan médian du film. Le second  mode est quant à lui antisymétrique 
par rapport à ce même plan. La comparaison de l’intégrant de la LDOS et de ces relations de 
dispersion montre clairement que les modes symétrique à basse fréquence et les modes antisymétrique 
à haute fréquences sont les principaux contributeurs à la densité locale d’état électromagnétique au 
dessus des films. Lorsque le film est suffisamment  épais  (i.e. nmL 200> )  les deux relations de 
dispersion (III-9) des modes de surface dégénèrent en une seule  
                                                                           01221 =′′+′′ γεγε .                                              (III-10-c)   
qui est la relation de dispersion classique du plasmon de surface à l’interface d’un milieu semi-inifini 
et qui s’obtient en faisant tendre L vers l’infini dans les expressions (III-10).                                                                              
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Fig. III-3 : Courbes de dispersion des plasmons de surface pour des films d’aluminium  de différentes 
épaisseurs plongés dans le vide. En bleu et en rouge sont tracées les courbes des modes de surface 
respectivement antisymétriques (hautes fréquences) et symétriques (basses fréquences).  La droite verte délimite 
le cône de lumière et la courbe noire représente la courbe de dispersion du  plasmon  à la surface d’un milieu  
semi-infini. Les  flèches horizontales représentent l’amplitude de la vitesse de groupe des modes de surface. En 
bas à gauche : intégrant de  la densité  locale d’état à 10 nm de la surface d’un  film d’aluminium  de 10 nm . 
 
L’analyse des courbes de dispersion (Fig. III-3) des modes de surface permet également d’expliquer 
les caractéristiques de la LDOS (Fig. III-2) au dessus du film. En effet, à mesure que l’épaisseur du 
film décroit les courbes de dispersion du mode symétrique (basses fréquences) et du mode 
antisymétrique (hautes fréquences) s’écartent l’une de l’autre se qui explique le décalage spectral 
croissant des deux piques sur la LDOS. Par ailleurs, comme la densité locale d’état est, par définition, 
proportionnelle à la variation 
ωd
dk
, et que les pentes des courbes de dispersion des modes symétriques 
et antisymétriques sont toujours plus grandes que celle de la courbe de dispersion associée au mode de 
surface du milieu semi-infini, la LDOS du film est toujours inférieure à celle du matériau massif.   
 
 Jusqu’ici nous nous sommes limité à l’étude du comportement émissif en champ proche d’un 
objet  unique. Nous décrivons dans le paragraphe suivant les transferts de chaleurs liés aux interactions 
multiples des modes de surface dans un réseau de nanoparticules.  
 
    
pω
ω
 
pck ω///  
L=10 nm 
 - 66 - 
III.2 Transferts de chaleurs par hybridation de plasmons dans un réseau de nanoparticules  
 
 L’étude des transferts de chaleur entre deux objets a donné lieu à de nombreux  travaux de 
recherche dans la communauté scientifique [80-86]. On sait que lorsque la distance de séparation  
entre deux objets est petite devant la longueur d’onde de Wien, le rôle joué par le champ proche 
(évanescent) devient prépondérant dans le transfert de chaleur devant celui joué par le champ lointain 
(propagatif). Lorsque cette distance est plus grande que la taille caractéristique des objets les échanges 
radiatifs sont principalement dus aux interactions dipolaires [87]. En revanche à plus courtes distances, 
les interactions multipolaires deviennent prépondérantes devant les interactions dipolaires et elles 
participent très fortement au transfert de chaleur [81-83]. Dans un réseau dense de nanoobjets, 
l’interaction à deux corps ne  rend pas toujours bien compte de la physique des transferts car elle 
néglige les modes de collectifs qui sont liés aux interactions multiples de ces objets avec leurs voisins. 
Ce problème a beaucoup moins été examiné à ce jour. Dans le paragraphe suivant on présente les 
premiers résultats que nous avons obtenu [88-89] sur ce sujet.    
 
III.2-1 Interactions multipolaires  
Dans cette section, nous déterminons les relations de dispersions des modes de surfaces collectifs 
dans un réseau monodimensionnel.  Pour cela, on considère une chaine de nanoparticules métalliques 
sphériques dispersées de façon régulière dans une matrice diélectrique transparente (Fig. III-4) .  
 
                             
Fig. III-4 : Chaîne de nanoparticules métalliques immergée dans une matrice diélectrique transparente et  
connectée à deux réservoirs. 
 
Les fluctuations thermiques dans ce milieu composite induisent le déplacement aléatoire des charges 
électriques dans chaque nanoparticules. Ce déplacement de charge est alors responsable de la 
formation de moments multipolaires lmnq d’ordre (l,m) [90] dans chaque nanoparticule (repérées par 
l’indice n) 
                                                              )(
4
12
nVlq lmlmnlmn αpi
+
−= .                                                 (III-11) 
Ici )(nVlm  représente le coefficient d’ordre (l,m) du développement du potentiel électrique en 
harmoniques sphériques et lmnα  la polarisabilité de la particule définie à l’aide de la relation de 
Clausius-Mosotti généralisée [91-92] 
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où pε représente la permittivité diélectrique des particules, mε  celle de la matrice hôte et a le rayon des 
nanoparticules . Le potentiel électrique d’ordre (l,m) au niveau de la  particule  n résulte quant  à lui de 
la superposition des champs externes appliquées et des champs induits par les autres particules   
 i.e. 
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Ici )(nV nlm′  représente le  potentiel électrique induit par le particule n′ sur la particule n.  is the electric 
potential at position of the n th particle from the particle. En réécrivant cette relation en fonction des 
moments multipolaires  il vient de façon équivalente 
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où nmllmnA
′′′
 représente l’intensité du couplage  entre le multipole d’ordre  ),( ml  sur la particule n et le 
multipole d’ordre ),( ml ′′  sur la particule n′  . Son expression découle de la théorie des 
représentations spectrales développée par Bergman [93]. Dans le cas d’un réseau monodimensionnel 
droit on a  
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En recherchant alors une solution de l’équation (III-14) sous la forme   
                                                           )](exp[ kndtjqq lmlmnlm −= ω ,                                            (III-16) 
où lmlmlm jωωω ′′+′=   est la pulsation complexe du moment d’ordre (l,m) et k son nombre d’onde, on 
vérifie grâce au théorème de Floquet  [94] que  les moments  multipolaires sont solutions du système  
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où mllm
′′δ est le produit des symboles de Kronecker usuels ll ′δ  et mm ′δ . Il découle de cette relation 
l’équation séculaire pour les moments multipolaires 
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Fig. III-5 : Courbes de dispersion des modes de plasmon collectifs le long d’une chaine de nanoparticules de 
cuivre de 10 nm de rayon en contact (en noir) et séparées par 30 nm (en bleu) dans le vide. Lorsque l=1 seules 
les interactions dipolaires ont été prises en compte dans les interactions.  
 
La résolution de cette équation permet alors de déterminer la relation de dispersion )(klmω  de chaque 
modes collectifs d’ordre (l,m) quelconque supporté par le réseau. Les résultats de ces calculs effectués 
pour une chaine de nanoparticules de cuivre montrent (Figs. III-5 et III-6)  que :  
- lorsque la distance de séparation entre les nanoparticules est supérieure à 3a, les courbes 
de dispersion des modes quadrupolaires et celles des modes d’ordres supérieures sont 
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pratiquement plates. Il en résulte que la vitesse de groupe de ces modes est presque nulle. 
Pour de telles distances de séparation, l’approximation dipolaire (l=1) est  suffisante pour 
décrire le transport  d’énergie donc de chaleur via les modes de plasmon collectifs dans la 
chaine. 
- pour des distances de séparation plus petites que 3a les modes multipolaires d’ordre 
supérieur à 1 présentent des courbes de dispersion distordues. Il sont donc susceptible de 
participer au transport de chaleur le long de la chaine.  
- lorsque le milieu hôte possède une permittivité diélectrique négative (Fig. III-6), certains 
multipoles ont une pulsation purement imaginaire sur tout ou partie de la zone de 
Brillouin. Ces modes ne contribuent donc plus au transport balistique à travers la chaîne ce 
qui a pour effet de  réduire la conductance thermique du réseau.  
 
Fig. III-6 : Courbes de dispersion des modes de plasmon collectifs (à gauche : partie réelle ; à droite partie 
imaginaire) le long d’une chaine de nanoparticules de cuivre de 10 nm de rayon dispersées dans une matrice 
diélectrique à permittivité négative ( 2−=mε ) dans l’approximation dipolaire (l=1) et lorsque les moments 
multipolaires d’ordres supérieures juqu’à l’ordre l=3 et l=5 sont incorporés. 
 
Les deux régimes asymptotiques pour le transport de la chaleur par les modes de plasmon collectifs 
ont été étudiés.  Il s’agit d’une part du régime balistique, pour lequel les modes collectifs ne subissent 
pas d’interaction le long de la chaine et d(autre part, du régime diffusif qui correspond au cas où de 
nombreuses interactions avec le milieu ont lieu durant le transport le long de la chaine. 
l=1 
l=3 
l=5 
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III.2-2 Conductance thermique multipolaire en régime balistique 
Pour estimer la conductance d’échange multipolaire à la température T d’une chaîne nous 
adoptons le formalisme de Landauer [95] introduit initialement pour l’étude du transport électronique. 
Pour cela, deux réservoirs de chaleur (cf. Fig.III-4) de températures voisines T et TT δ+  (la différence 
Tδ  étant supposée petite devant la température moyenne 
2
2 TT δ+ ) sont connectés l’un à l’autre à 
l’aide d’une chaîne de nanoparticules. Si l’on admet que les modes de surfaces des nanoparticules qui 
sont situées aux deux extrémités de la chaîne se couplent parfaitement avec leur réservoir,  le flux de 
chaleur échangé entre les deux réservoirs à travers la chaine s’écrit alors 
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où les signes + et – indiquent respectivement les flux qui se propage vers la droite et vers la gauche 
et 1]1)[exp()( −−= ωβω hBf  représente la fonction de distribution de Bose-Einstein des plasmons 
(les plasmons sont des bosons). La conductance thermique associée au transport de chaleur par 
interaction de plasmon est alors donnée par la relation suivante 
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On montre alors [89] que cette conductance s’écrit 
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Il est facile de vérifier que cette conductance est maximale lorsque l’énergie thermique TkB≡−1β  
est comparable à l’énergie pωh  des modes collectifs . 
Dans le cas illustré sur la Fig. III-5, TkB << pωh , (pour des nanoparticules de cuivre à 900 K, 
JTk B
20102.1 −×≈  et Jp
18106.1 −×=ωh  ) et  la conductance d’échange se simplifie, en utilisant  
l’approximation de Wien de la fonction de Bose-Einstein, en 
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Comme les modes collectifs de basses fréquences sont également les modes le plus distordus (Fig. III-
5) se sont ceux qui ont la plus grande vitesse de groupe. De plus, étant donné que leur énergie lmωh  
est plus proche de l’énergie thermique que celle des modes de plus hautes fréquences, ils sont les plus 
gros contributeurs à la conductance d’échange.  
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Fig. III-7 : Conductance thermique plasmonique à 900 K  d’une chaine de 10 nanoparticules de cuivre de 10 nm 
de rayon plongée dans le vide (a) et dans une matrice diélectrique transparente (b) de permittivité 10=mε   
pour différentes distances de séparation entre nanoparticules. L’encart de la figure  (a) représente l’évolution de 
la conductance au voisinage du contact.  
       
L’évolution de la conductance d’échange  en fonction de la distance de séparation (Fig. III-7) montre 
que 
-les interactions quadrupolaires et les interactions multipolaires d’ordres supérieurs (l>1) 
participent significativement aux transfert de chaleur à très courte distance (typiquement pour des 
distances de séparation inférieures à 3a). La présence des multipoles conduit, lorsque les 
nanoparticules sont presque en contact, à une augmentation de la conductance d’échange de 5 à 6 
ordres de grandeurs de plus que dans le cas de l’approximation dipolaire (l=1). Le nombre de 
multipoles qui contribuent au transfert de chaleur augmente à mesure que le réseau se densifie. 
Cependant,  la conductance d’échange sature autour d’une valeur finie ( 118 .10 −−≈ KW  pour une 
chaine de nanoparticules de cuivre de 10 nm dans le vide) et ce quelque soit le nombre de modes 
supplémentaires que l’on inclus dans le calcul du flux de chaleur. Ceci résulte [89] de la décroissance 
rapide de la vitesse de groupe des  modes avec l’ordre du mode comme on le constate sur la Fig. III-5.   
(a) 
(b) 
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- pour des distances de séparation supérieures à 3a les échanges sont dus uniquement aux 
interactions dipolaires [17].  
En outre, la conductance d’échange croit avec la permittivité diélectrique (Fig. III-8) de la 
matrice. Lorsque le milieu hôte se comporte comme un métal, c’est-à-dire lorsque sa permittivité 
électrique est négative, certains modes collectifs deviennent non-balistiques (Fig. III-6) y compris dans 
l’approximation dipolaire [88-89] et ne contribuent donc plus au transfert de chaleur. La conductance 
d’échange  chute alors brutalement.  
 
                    
 
Fig. III-8 : Conductance thermique plasmonique à 900 K  d’une chaine de 10 nanoparticules de cuivre 
de 10 nm de rayon plongée dans différentes matrices diélectriques. 
 
III.2-3 Conductivité thermique multipolaire en régime diffusif 
Nous décrivons maintenant les principales caractéristiques du  comportement thermique des 
réseaux monodimensionnels droits dans le second régime asymptotique du transfert, à savoir le régime 
de Fourier où la longueur de la chaine est beaucoup plus grande que le libre parcourt moyen des 
modes de plasmon collectifs. Dans ce régime, les porteurs d’énergie subissent de nombreuses 
collisions le long de la chaine. Contrairement au paragraphe précédant, on calculera ci dessous  la 
conductivité thermique du réseau plutôt que la conductance thermique, cette grandeur n’étant pas, 
comme nous l’avons vu, une propriété  intrinsèque. Pour calculer la conductivité thermique d’une 
chaine, on procède de la même manière que pour un problème classique de conduction de la chaleur. Il 
s’agit en fait de calculer le flux de chaleur à une position donnée z lorsque la chaine  est soumise à un 
gradient de température puis d’appliquer la loi de Fourier pour en déduire la conductivité thermique de 
la chaine . Le flux de chaleur au point z qui traverse la surface sectionnelle 2aS pi=  de la chaine se 
calcul en superposant les contributions dues aux porteurs d’énergie issus de la droite et de la gauche de 
ce point. La contribution à ce flux liée au mode d’ordre lm se calcul à partir de la relation 
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où lmglmlm τv=l  désigne  le libre parcourt moyen du porteur, lmτ  étant le temps de vie du mode. 
Dans cette expression )(zn représente la densité de porteurs par unité de longueur au point z et  
)(zE l’énergie des porteurs en ce point. Comme la densité d’état en dimension un est, par définition 
[94], donnée par l’expression 
pi
ρ Ldkdkk =)( , le produit nE  dans la relation (III-23) s’écrit également 
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pi
h= .                                       (III-24)   
 
 
 
Fig. III-9 : Conductivité thermique plasmonique à 900 K  d’une chaine de 1000  nanoparticules de cuivre de 10 
nm de rayon plongée dans une matrice  diélectrique ( 10=mε )  pour différentes distances de séparation entre 
les nanoparticules. 
Dans cette relation seule la fonction de distribution de Bose-Einstein 
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dépend de z à travers le champ de température T . Il s’en suit que le flux de chaleur dû au mode lm 
autour du nombre d’onde k s’écrit 
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On reconnaît ici l’expression de la loi de Fourier monodimensionnelle lorsque le nombre d’onde est 
fixé. Après intégration sur tout les nombres d’onde et sommation  sur toutes les branches (tous les 
modes) du spectre, la conductivité thermique de la chaine en régime de Fourier s’écrit  
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Les résultats présentés sur les Figs. III-9 et III-10 montrent  l’évolution de la conductivité thermique 
de chaines pour différentes distances de séparation entre nanoparticules et différentes matrices 
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diélectriques.  D’un point de vu qualitatif ces résultats sont analogues à ceux obtenus en régime 
balistique.  
 
 
Fig. III-10 : Conductivité thermique plasmonique à 900 K  d’une chaine de 1000  nanoparticules de cuivre de 10 
nm de rayon plongée dans différentes matrices diélectriques. 
 
III.3 Perspectives 
Dans ce chapitre nous avons montré que l’émission en champ proche des films minces 
lorsqu’ils supportent des polaritons de surface est qualitativement très différente de celle des 
matériaux massifs. Nous avons montré que l’hybridation des modes de surface symétriques et 
antisymétriques c’est-à-dire leur couplage entre les deux surfaces du film est responsable de 
l’apparition de deux piques  distincts dans  la densité d’état locale. Nous avons vu qu’à basses 
fréquences le mode symétrique  est directement responsable d’une perte de cohérence spectrale de 
l’émission du film.  En revanche, l’énergie associée au mode antisymétrique reste comme dans le cas 
du matériau massif bien localisé dans les hautes fréquences quelque soit l’épaisseur du film.  
Nous avons vu également que le mode antisymétrique pouvait être stationnaire  ou encore avoir une 
vitesse de groupe négative alors que le mode symétrique garde un comportement plus classique avec 
une vitesse de groupe positive toujours quelque soit l’épaisseur du film.  
Le problème du transport de la chaleur en champ proche dans un réseau de nanoobjets en 
interactions mutuelles a également été étudié. Nous avons montré que, dans un réseau de 
nanoparticules métalliques, les interactions entre les plasmons de surface supportés par chaque 
nanoparticules donnent naissance à des modes de plasmon collectifs qui se propagent à travers  le 
réseau. Le transport de la chaleur véhiculée par ces modes à travers dans des réseaux 
monodimensionnels a été étudié à la fois en régime balistique et en régime de diffusif. On a montré 
que, lorsque la distance de séparation entre les nanoparticules est inférieure à leur diamètre les 
interactions multipolaires supplantent les interactions dipolaires et le transport de chaleur est 
significativement augmenté. Des conductivité thermique de l’ordre du centième de la conductivité 
thermique du métal massif ont été prédites dans ces réseaux. On peut s’attendre à des conductivité plus 
importantes encore dans les réseaux multidimensionnels du fait de l’augmentation des canaux de 
couplage entre les plasmons.  
mε
κ
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ad 3=
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Le problème de l’interaction entre nanoobjets est, par nature, très similaire à celui de 
l’hybridation des orbitales atomiques dans une structure électronique. La conception ab initio de 
réseaux de nanoobjets est une perspective de recherche importante pour le développement de 
nouveaux matériaux fonctionnalisés. Elle pourra avantageusement  se faire  avec l’appui des chimistes 
dont les techniques de synthèse par auto-assemblage  permettent aujourd’hui de balayer un grand 
nombre de configurations structurelles possibles.  
 
.  
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Conclusion générale 
 
 
Le travail présenté dans ce mémoire a été réalisé sur une période d’environ huit ans. Il a suivi 
mon doctorat qui portait principalement sur le développement de techniques de télédétection pour la 
métrologie thermique inverse. Dans ce manuscrit, je me suis limité à la présentation de mes travaux de 
recherche sur les transferts de chaleur par rayonnement dans les matériaux composites micro et 
nanostructurés. Je n’ai pas décrit l’autre pan de mes activités de recherches qui porte principalement 
sur les transferts de chaleurs et de quantité de mouvement dans les solutions nanocolloidales  
(nanofluides) et sur la manipulation de nanoobjets. Les principaux résultats que j’ai obtenu dans ce 
domaine sont néanmoins rappelés en annexe. 
Dans ce mémoire, nous avons étudié dans un premier temps le transfert radiatif par ondes 
propagatives dans les matériaux composites dans l’approximation de l’optique géométrique. Nous 
avons vu qu’en adoptant un formalisme analogue à celui utilisé en théorie de la relativité générale on 
pouvait facilement résoudre le problème de la propagation des ondes dans ces milieux. Ainsi, en 
géométrisant l’espace temps on a pu mettre en évidence que les propriétés du champ de luminance et 
du champ de température dans ces milieux sont radicalement différentes de celles que l’on rencontre 
dans les milieux semi-transparents homogènes. Ces propriétés sont directement reliées à la courbure 
locale de l’espace-temps, courbure qui permet, par effet de lentille, d’amplifier l’intensité radiative 
dans certaines directions en annulant  l’absorption du milieu, de modifier localement la probabilité de 
diffusion des ondes, de changer l’émission spontanée du milieu et de confiner partiellement l’énergie 
du champ électromagnétique dans certaines zones. Nous avons vu que les champs thermiques sont 
significativement affectés par ces propriétés optiques. Ainsi, nous avons vu que le confinement interne 
de l’énergie par piégeage optique est à l’origine d’un mécanisme de surchauffe locale. Il limite 
également l’exploration par transmission de ces milieux à certaines zones.  Nous avons vu également 
qu’il était possible, moyennant certaines corrections, de tenir compte de la diffraction durant la 
propagation des ondes. Néanmoins ceci n’a pu être réalisé que dans le cas particulier des champs 
scalaires, l’extension aux champs vectoriels restant à faire. D’autre part, dans l’approche que nous 
avons suivis, les corrections à l’approximation de l’optique géométrique ont été introduites de façon 
itérative. Une approche fluctuationnelle directe semble cependant envisageable pour rendre compte 
des effets ondulatoires dans ces milieux. 
Nous avons également étudié le comportement émissif en champ lointain des  matériaux micro 
et nanostructurés plans. Nous nous sommes d’abord intéressé à l’étude de l’émission thermique de 
simple films et montré qu’ils étaient susceptible de se comporter comme des antennes thermiques 
simultanément pour les deux états de polarisation du champ électromagnétique. Nous avons montré 
que ce comportement était dû aux modes propres de la structure qui sont analogues aux modes discrets 
d’une cavité de Fabry-Perot. Nous avons également montré qu’en introduisant un film fin absorbant 
dans une structure diélectrique périodique (cristal photonique) il était possible de faire apparaître un 
mode localisé dans la bande interdite du cristal.  Nous avons vu que ce mode pouvait se coupler avec 
le champ propagatif à travers le cristal et qu’il permettait de concevoir une source 
quasimonochromatique très performante. Une méthode stochastique de conception de sources 
thermiques cohérentes a également été développées. Cette méthode repose sur une approche 
rationnelle du design de la structure interne des matériaux composites. Elle constitue un changement 
complet de paradigme dans la conception des sources qui reposait jusqu’alors sur une démarche 
heuristique de type essai-erreur.  Elle ouvre de nombreuses perspectives pour la conception de 
nouveaux matériaux fonctionnalisés. Cette méthode a permis non seulement d’identifier les structures 
appropriés pour obtenir les propriétés d’émission désirées mais également de mettre à jours de 
nouveaux mécanismes physiques qui permettent un contrôle spectral et directionnel plus efficace de 
l’émission thermique. Ainsi, nous avons montré que les structures désordonnés pouvaient posséder des 
bandes interdites partielles ou omnidirectionelles bien plus large  que celles que présentent les 
structures périodiques (les cristaux photoniques) ou les structures pseudo-périodiques (les quasi-
 - 77 - 
cristaux). Ces milieux désordonnées permettent de réaliser un couplage fort et localisé (spéctralement 
ou directionnelement) entre les ondes propagatives et des modes résonnants supportés par les couches 
internes de la structure. Ils ont permis de concevoir des sources thermiques quasi-monochromatique et 
des sources partiellement cohérentes très performantes (à haut degré de cohérence) depuis le visible i 
jusqu’à l’infrarouge lointain. L’incorporation de couches magnétiques devrait permettre de concevoir 
des métamatériaux fonctionnalisés bien plus performants encore que les structures que nous avons 
conçu jusqu’ici.  
Enfin, nous avons abordé le problème du transport de la chaleur en champ proche dans les 
matériaux composites lorsque les composants élémentaires de ces milieux supportent des modes de 
surface. Quand la concentration en nanoobjets devient importante, l’énergie radiative échangée entre 
ces objets provient principalement du couplage entre leurs modes de surface. La encore, nous avons 
commencé par l’étude du comportement des films minces isolés. Nous avons vu que l’hybridation des 
modes de surface symétriques et antisymétriques supportés par les films fins était responsable du 
comportement singulier des films minces en champ proche. Comparé aux  matériaux massifs, nous 
avons montré que l’énergie à la surface des films minces métallique était distribuée de part et d’autre 
de la fréquence du plasmon de surface du matériau massif. Nous avons vu qu’à mesure que l’épaisseur 
du film diminue, le décalage spectral entre les modes symétriques et antisymétriques augmente. En 
outre, nous avons montré que le mode symétrique est responsable d’une perte de cohérence spectral du 
champ à basse fréquence  alors que l’énergie associé au mode antisymétrique reste relativement bien 
localisé à haute fréquence sur le spectre quelque soit l’épaisseur du film. Ces prédictions théoriques 
devraient pouvoir être vérifiées expérimentalement à l’aide des nouvelles techniques de microscopie 
thermique en champ proche [96]. 
Nous avons ensuite étudié le transport de la chaleur en champ proche dans un réseau 
monodimensionnel de nanoparticules métalliques. Nous avons vu que les interactions entre les 
plasmons de surface  supportés par chaque nanoparticule donnent naissance à des modes de surface 
collectifs. Le transport de chaleur véhiculé par ces modes à travers le réseau a été étudié en régime 
balistique et en régime de Fourier.  Nous avons montré qu’à courtes distances de séparation 
(typiquement inférieures au diamètre des nanoparticules) les interactions multipolaires entre 
nanoparticules devenait très grandes devant les interactions dipolaires et contribuaient à augmenter 
très significativement le transfert de chaleur. Il a alors été démontré que la conductivité thermique 
associé à ces modes de plasmon collectifs pouvait atteindre quelque centième de la conductivité 
thermique du métal massif. Ce résultat laisse entrevoir des perspectives prometteuses pour la 
conception de matériaux composites bon conducteur de la chaleur à bases de nanoparticules. On peut 
en effet s’attendre à ce que dans les réseaux bi et tridimensionels de nanoparticules ou dans des 
clusters de nanoparticules la multiplication des couplages augmente encore la conductivité thermique 
associée à ces modes collectifs. Dans cette perspective il serait intéressant d’appliquer la méthode de 
design ab initio que nous avons développé pour identifier « les meilleurs » distributions spatiales  de 
nanoparticules. Ces travaux pourraient trouver de applications notamment dans les nouvelles 
technologies de la conversion d’énergie comme la conversion d’énergie thermophotovoltaïque de 
champ proche ou encore dans les techniques de gravure par thermique assistée comme  la 
nanophotolitographie.  
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